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Resumen
En este trabajo estudiamos procesos de dispersio´n de altas energ´ıas en teor´ıas de Yang-Mills
confinantes en el re´gimen de acoplamiento fuerte. Para esto, la herramienta principal esta´ dada por
la dualidad AdS/CFT, propuesta por Maldacena en [1], que relaciona los observables de la teor´ıa
de campos con los de la teor´ıa de supercuerdas en un fondo asinto´ticamente anti-de Sitter.
Nos concentramos en particular en procesos de dispersio´n inela´stica profunda (DIS), que per-
miten analizar la estructura interna de los blancos hadro´nicos en te´rminos de las funciones de
estructura. Para esto, tomamos como punto de partida el modelo constru´ıdo por Polchinski y
Strassler en [2], que analiza el caso de blancos escalares tipo glueball en teor´ıas similares a N = 4
SYM en el ultravioleta.
El objetivo de la tesis consiste en extender el modelo orginal del DIS hologra´fico para aplicarlo en
situaciones ma´s realistas. Para esto, consideramos distintos modelos de Dp-branas con una menor
cantidad de supersimetr´ıas que incluyen materia en la representacio´n fundamental del grupo de
gauge, permitiendo describir el DIS para blancos meso´nicos escalares y vectoriales en te´rminos de
la supergravedad. Luego, extendemos esta descripcio´n al re´gimen en el que es necesario considerar
la teor´ıa de cuerdas completa. Estudiamos tambie´n las correcciones no planares, intepretadas como
correcciones cua´nticas en el proceso dual en el interior del AdS. En este contexto estudiamos la no-
conmutatividad de los l´ımites N →∞ y q  Λ, donde N es el nu´mero de colores, q es la virtualidad
del foto´n absorbido por el hadro´n y Λ es la escala IR asociada al feno´meno de confinamiento de color.
Finalmente, analizamos las posibles contribuciones a las funciones de estructura antisime´tricas y a
las que violan la invariancia ante paridad, y aplicamos las te´cnicas desarrolladas al estudio de los
blancos fermio´nicos de esp´ın 1/2.
Finalmente, en todos los casos realizamos comparaciones cuantitativas y cualitativas con la
fenomenolog´ıa disponible: los resultados experimentales y los resutlados de las simulaciones de
lattice QCD.
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Introduccio´n
La antigua teor´ıa de cuerdas tiene su origen en los an˜os 60 como una propuesta superadora de
las teor´ıas cua´nticas de campos para describir la f´ısica hadro´nica, que constituye nuestro principal
objeto de estudio. En su momento, la teor´ıa de cuerdas hadro´nica se vio ra´pidamente opacada por el
e´xito de la cromodina´mica cua´ntica (QCD) basada en el modelo de quarks y gluones y en la teor´ıa de
Yang-Mills, cuya propiedad ma´s ce´lebre probablemente sea la de la libertad asinto´tica, que aparece
en el re´gimen ultra violeta (UV). La contracara viene dada por el feno´meno de confinamiento de
los quarks que rige la f´ısica en las escalas infrarrojas (IR). En este re´gimen aparecen los hadrones
como part´ıculas efectivas que constituyen singletes de color: los bariones, que en una primera
aproximacio´n pueden pensarse como formados por tres quarks, y los mesones, descriptos por un
par quark-antiquark. En cierto sentido, podemos decir que la fase confinante de QCD permite
desarrollar una descripcio´n efectiva en te´rminos de objetos extendidos similares a las cuerdas,
dados por los tubos de flujo de color o flux tubes, en ingle´s. Ma´s au´n, en un cierto rango de energ´ıas
conocido como re´gimen de Regge los experimentos hadro´nicos indican la presencia de part´ıculas
efectivas con masas y esp´ınes cada vez mayores que se acomodan aproximadamente a lo largo de una
recta con pendiente positiva, la trayectoria de Regge3. Este comportamiento es dif´ıcil de recuperar a
partir de la construccio´n perturbativa de las teor´ıas de campos, pero resulta intuitivo en el contexto
de la teor´ıa de cuerdas, donde las fluctuaciones pueden tener esp´ınes arbitrariamente grandes. Sin
embargo, originalmente no se encontro´ una manera quantitativa de plasmar esta intuicio´n. Las
cuerdas no parec´ıan describir correctamente los resultados de los experimentos hadro´nicos, al menos
en su versio´n ma´s simple, es decir, construidas perturbativamente sobre un vac´ıo caracterizado por
un espacio-tiempo plano.
Las de´cadas de los ’80 y ’90 estuvieron marcadas por un resurgimiento de la teor´ıa de super-
cuerdas, pensada ahora como candidata a una teor´ıa del todo gracias a su espectacular capacidad
para describir de manera consistente una versio´n cua´ntica de la interaccio´n gravitatoria. La prime-
ra de estas revoluciones de cuerdas se dio entre 1984 y 1986, apoyada en el descubrimiento de las
cancelaciones de anomal´ıas mediante el mecanismo de Green-Schwarz, las versiones supersime´tricas
de las cuerdas y las teor´ıas hetero´ticas con sus compactificaciones de Calabi-Yau. La segunda, a su
vez, sucedio´ entre 1994 y 1997 gracias al descubrimiento de las D-branas por Polchinski y al de las
mu´ltiples dualidades entre los distintos tipos de cuerdas, y culmino´ con la propuesta de una teor´ıa
de objetos extendidos unificadora: la teor´ıa M 4.
En te´rminos generales, la f´ısica de los hadrones y las teor´ıas de cuerdas parec´ıan estar evolu-
cionando por caminos disconexos hasta que en 1997 Maldacena conjeturo´ la dualidad AdS/CFT.
Una forma breve de expresar esta propuesta es decir que las teor´ıas de supercuerdas con fondos
de curvatura constante negativa tipo anti-de Sitter (AdS) y las teor´ıas de campos de gauge no
abelianos con simetr´ıa conforme constituyen simplemente dos formalismos matema´ticos distintos
que describen exactamente la misma f´ısica. Los argumentos principales provienen, por un lado, del
3Repasaremos algunos detalles sobre la f´ısica de Regge en el cap´ıtulo 2.
4Al d´ıa de hoy esta atractiva propuesta no ha sido concretada satisfactoriamente.
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ana´lisis de las simetr´ıas, y por otro, del estudio del l´ımite planar propuesto por ’t Hooft, mientras
que el concepto de renormalizacio´n y su reformulacio´n en te´rminos de una quinta coordenada espa-
cial, debido a Polyakov, tambie´n juegan un papel fundamental. De hecho, ra´pidamente quedo´ claro
que la teor´ıa de campos pod´ıa pensarse como definida literalmente en el borde (conforme) plano
del espacio-tiempo AdS, dando lugar a una realizacio´n de la idea de holograf´ıa. Este concepto,
que hab´ıa surgido anteriormente en el contexto de los agujeros negros (y sus horizontes), plantea
la posibilidad de que toda la informacio´n contenida en el volumen de la teor´ıa gravitatoria pueda
pensarse en te´rminos de la f´ısica del borde. Esta correspondencia y su potencial para describir
feno´menos no perturbativos en un lenguaje fundamentalmente distinto (y complementario) reavivo´
el objetivo de poder describir QCD en te´rminos de las teor´ıas de cuerdas. Surgieron diversas mo-
dificaciones a la dualidad original que permitieron alejarse de los casos estr´ıctamente conformes y
disminuir el nu´mero de supersimetr´ıas, algunas de las cuales estudiaremos ma´s adelante. Tambie´n
se destacan los modelos de Dp-branas, que permiten por ejemplo describir materia en la represen-
tacio´n fundamental. En s´ıntesis, el dual hologra´fico de QCD parec´ıa estar a la vuelta de la esquina.
En perspectiva podemos decir que si bien esta esperanza se fue diluyendo, al menos en su versio´n
ma´s literal, la conjetura de Maldacena ha permitido estudiar el confinamiento y los feno´menos no
perturbativos desde una o´ptica profundamente distinta y realmente u´til, tanto desde lo conceptual
como en te´rminos cuantitativos.
Entre 2001 y 2002 Polchinski y Strassler introdujeron en [2, 3] lo que probablemente constituyen
los trabajos fundacionales de una de las l´ıneas de investigacio´n ma´s importantes en este sentido,
iniciando un camino que apunta a reconciliar a la teor´ıa de cuerdas con su objetivo original. A
diferencia de los intentos originales, el me´todo que los autores propusieron consiste en atacar el
mismo problema desde un punto de vista muy distinto, pues toma como punto de partida un
vac´ıo tal que la geometr´ıa sea asinto´ticamente AdS. Asimismo, aplicaron este formalismo al estudio
de un proceso central en la historia de la f´ısica hadro´nica, tanto desde el punto de vista teo´rico
como del experimental: la dispersio´n profundamente inela´stica (DIS, por el te´rmino en ingle´s, Deep
Inelastic Scattering). Presentamos en la figura 1 una representacio´n esquema´tica de dicho proceso,
que describiremos en detalle en el cap´ıtulo 2.
Figura 1: Esquema del proceso de DIS, en el que un lepto´n interactu´a con un hadro´n mediante el intercambio
de un foto´n virtual altamente energe´tico, rompie´ndolo. De esta manera, el DIS permite estudiar la estructura
interna de los hadrones.
La descripcio´n hologra´fica que obtuvieron Polchinski y Strassler es consistente con los datos
parciales que pueden obtenerse directamente en la teor´ıa de campos a partir del ana´lisis basado en
la expansio´n en producto de operadores (OPE), y provee a su vez una imagen intuitiva en te´rminos
de la f´ısica de las cuerdas en el interior del AdS. Sin embargo, la validez de esta descripcio´n esta´
restringida a la regio´n de acoplamiento fuerte, y a teor´ıas en las que el nu´mero de colores N (el
rango del grupo de gauge) es infinito, al menos en una primera aproximacio´n.
En el l´ımite N →∞, conocido como l´ımite planar, la variable relevante resulta ser el para´metro
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de Bjorken x, que toma valores f´ısicos entre 0 y 1 y esta´ relacionado con la energ´ıa del proceso en el
sistema centro de masa (CM). Ma´s precisamente, el para´metro relevante esta´ dado por la relacio´n
entre x y la constante de ’t Hooft λ ≡ g2YMN , siendo gYM la constante de acoplamiento definida
tradicionalmente en las teor´ıas de Yang-Mills. La situacio´n es la siguiente:
1. En el rango λ−1/2  x < 1, la descripcio´n efectiva de la teor´ıa de cuerdas para bajas energ´ıas
dada por la teor´ıa de supergravedad resulta lo suficientemente precisa.
2. En el rango exp(−λ1/2)  x  λ−1/2, la energ´ıa del proceso se vuelve comparable con la
escala caracter´ıstica de las cuerdas, asociada a la tensio´n y determinada por α′ = l2s , con ls la
longitud caracter´ıstica de las cuerdas. Como veremos, afortunadamente la interaccio´n tiene
asociada una escala de longitud mucho ma´s pequen˜a que la curvatura de AdS, por lo que
podemos utilizar el formalismo desarrollado para las interacciones entre cuerdas en espacio
plano. En este re´gimen entramos en contacto con la f´ısica de Regge.
3. En el rango x ∼ exp(−λ1/2), es decir, para valores extremadamente pequen˜os del para´metro
de Bjorken, la interaccio´n ya no puede considerarse como efectivamente local debido a un
efecto difusivo en la direccio´n radial. Entonces, resulta necesario introducir el formalismo del
Pomero´n: una part´ıcula efectiva que comparte ciertas caracter´ısticas con un gravito´n, pero a
la vez tiene en cuenta la presencia de una torre de estados excitados de la cuerda.
Al relajar la condicio´n sobre el nu´mero de colores y permitir que N tome valores finitos (aunque
siempre grandes) cobra importancia la competencia entre la expansio´n en potencias de 1/N y el
hecho de que en el contexto del DIS siempre pensamos en que la virtualidad q del foto´n es grande
en comparacio´n con la masa en reposo del hadro´n, P ∼ Λ. Resulta interesante entender por que´
estos l´ımites no conmutan, y cua´les son las consecuencias a nivel fenomenolo´gico. Desde el punto
de vista hologra´fico, en este contexto es necesario comenzar a incluir las correcciones cua´nticas en
el proceso dual. Analizaremos todos estos reg´ımenes en detalle en el cuerpo de la tesis.
A partir de [2] se han desarrollado una enorme cantidad de trabajos cuyo objetivo consiste
en profundizar esta propuesta inicial, ya sea incluyendo nuevos reg´ımenes parame´tricos de gran
importancia conceptual, expandiendo el rango de modelos en los que se pueden aplicar este tipo de
te´cnicas (en general apuntando a modelos cada vez ma´s realistas) o incrementando la precisio´n en
las comparaciones cualitativas y cuantitativas con los datos experimentales, los modelos fenome-
nolo´gicos y las simulaciones nume´ricas (lattice QCD). Este es el marco en el que debe entenderse
el proyecto de investigacio´n del que forma parte esta tesis.
En te´rminos generales, el objetivo consistio´ en estudiar y extender en la mayor medida posi-
ble el modelo y las te´cnicas presentadas en [2] para el ana´lisis de modelos y aspectos del proceso
de DIS conectados ma´s directamente con la fenomenolog´ıa disponible. Para esto, decidimos enca-
rar tres proyectos distintos, aunque ı´ntimamente conectados entre s´ı. A continuacio´n presentamos
brevemente el enforque de estos proyectos:
En primer lugar decidimos estudiar el DIS para blancos meso´nicos en la representacio´n funda-
mental del grupo de gauge a partir de los modelos basados en arreglos de branas. Mostramos
co´mo describir el proceso tanto en el re´gimen de supergravedad5 como en el que se vuel-
ve necesario considerar la teor´ıa de cuerdas completa, donde los mesones esta´n asociados a
fluctuaciones de cuerdas abiertas. Obtuvimos la totalidad de las funciones de estructura en
todo el rango parame´trico, con resultados ana´logos para distintos modelos de branas, lo que
5Cabe aclarar que esta parte del proyecto en realidad se inicio´ previamente al comienzo de este doctorado a trave´s
de las publicaciones [4, 5].
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parece apuntar hacia la validez universal de las conclusiones a las que llegamos en cualquier
descripcio´n de los mesones basada en la correspondencia hologra´fica. Finalmente, calculamos
la seccio´n eficaz diferencial del DIS y los momentos asociados a las funciones de estructura,
y comparamos los resultados con la fenomenolog´ıa disponible.
En segundo lugar, estudiamos las primeras correcciones en la expansio´n en serie de potencias
de 1/N tanto en el modelo original (en el caso de prueba, con blancos escalares) como en uno
de los modelos de branas, incluyendo los mesones escalares y vectoriales ma´s livianos. Demos-
tramos la no conmutatividad de los l´ımites N →∞ y q →∞ en estos ejemplos, concluyendo
que esta correccio´n en realidad no necesariamente lo es: existe una regio´n parame´trica en la
que realmente produce la contribucio´n dominante. Tambie´n analizamos la consecuencia de
esta afirmacio´n en el contexto de la comparacio´n con la fenomenolog´ıa descripta en el punto
anterior, encontrando en todos los casos una mejora sustancial en los ajustes realizados.
En tercer lugar, estudiamos la posibilidad de que aparezcan contribuciones no despreciables a
las funciones de estructura antisime´tricas o a las que violan la invariancia ante paridad, como
puede suceder en el DIS para la teor´ıa electro-de´bil. Nuevamente comenzamos analizando el
caso base del blanco escalar, para luego extender los resultados a blancos de spin-1/2. Por
u´ltimo, mostramos que los resultados obtenidos permiten describir satisfactoriamente parte
de los resultados experimentales asociados a blancos proto´nicos, al menos en el re´gimen del
Pomero´n.
Las publicaciones realizadas junto con mi director, el Prof. Dr. Mart´ın Schvellinger (MS), y mis
co-autores Ezequiel Koile, David Jorr´ın y Gustavo Michalski en el marco de la tesis y en el contexto
de cada uno de estos proyectos son las siguientes:
E. Koile, N. Kovensky y M. Schvellinger, “Hadron structure functions at small x from string
theory,”
JHEP 1505 (2015) 001 doi:10.1007/JHEP05(2015)001 [arXiv:1412.6509 [hep-th]]. [6].
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N. Kovensky, G. Michalski and M. Schvellinger, “1/N corrections to F1 and F2 structure
functions of vector mesons from holography,”
arXiv:1809.10515 [hep-th]. [12]
Los autores esta´n presentados en orden alfabe´tico. Todos estos art´ıculos fueron publicados en
la revista especializada Journal of High Energy Physics (JHEP), exceptuando el u´ltimo que se
encuentra enviado. Tambie´n pueden encontrarse en el repositorio de acceso libre ArXiv.org.
Estructura de la tesis
A continuacio´n presentamos la estructura general de la tesis, detallando en particular do´nde
esta´n presentados los resultados originales.
La parte I constituye la introduccio´n teo´rica a los objetos de estudio y las te´cnicas utilizadas
en este trabajo. En el cap´ıtulo 1 introducimos brevemente la dualidad AdS/CFT, mientras que en
el cap´ıtulo 2 describimos el DIS y repasamos los principales resultados que se obtienen a partir del
tratamiento perturbativo en la teor´ıa cua´ntica de campos para este proceso. Este cap´ıtulo contiene
parte del desarrollo original presentado en [7].
La parte II esta´ dedicada a la descripcio´n hologra´fica dual del DIS. Nos concentramos en el
caso ma´s simple: el DIS para blancos escalares, y lo describimos detalladamente. Este caso base
es poco realista debido a la inexistencia de hadrones escalares (los estados tipo glueball siguen
siendo, por ahora, una conjetura, ya que no han sido observados, aunque desde las simulaciones
agrupadas generalmente bajo el nombre de lattice QCD existe una evidencia muy importante en
favor de su existencia). Sin embargo, nos permite introducir todos los conceptos fundamentales que
estudiamos en los casos posteriores sin tener que lidiar con complicaciones que podr´ıan oscurecer
la interpretacio´n f´ısica de los feno´menos relevantes en cada re´gimen, entorpeciendo la lectura.
En el cap´ıtulo 3 describimos los aspectos ba´sicos del modelo dual propuesto por Polchinski y
Strassler en [2] y analizamos brevemente la descripcio´n que se obtiene a partir de la aproximacio´n
de supergravedad. En los cap´ıtulos 4 y 5 analizamos las regiones en las que es necesario considerar
los estados excitados de cuerdas. En un primer momento, el proceso resulta ser local en te´rminos
efectivos, situacio´n descripta en el cap´ıtulo 4. En una segunda instancia, un proceso difusivo indica
que esta aproximacio´n deja de ser va´lida y resulta necesario introducir el formalismo del Pomeron
[13], situacio´n que estudiamos en el cap´ıtulo 5. En ambos cap´ıtulos, las secciones relacionados con
las contribuciones a la funcio´n de estructura F3 (que pertenece a la parte antisime´trica del tensor
hadro´nico) esta´n basadas en los aportes originales publicados en [10]. Por u´ltimo, en el cap´ıtulo
6 analizamos las primeras correcciones no planares y la competencia entre los l´ımites de N y q
grandes, describiendo los resultados originales de la referencia [8].
La parte III contiene las extensiones a los blancos ma´s realistas y las comparaciones con la
fenomenolog´ıa disponible, tanto a partir de datos experimentales como de simulaciones nume´ricas.
En el cap´ıtulo 7 nos concentramos en la utilizacio´n de los modelos de branas para describir los
blancos meso´nicos, para los que analizamos las acciones efectivas provenientes de teor´ıa de cuerdas
en diversos modelos, las secciones eficaces [7] y las correcciones en la expansio´n en potencias de
1/N . Estos desarrollos fueron presentados en [6], [7] y [9], respectivamente. En el cap´ıtulo 8, en
cambio, estudiamos el caso de los blancos de spin-1/2, concentra´ndonos en la f´ısica de Regge. En
este caso seguimos el tratamiento presentado en [11].
Finalmente, en la parte IV esbozamos nuestras conclusiones junto con algunos comentarios
sobre el trabajo a futuro y las preguntas abiertas. Adema´s, incluimos algunos ape´ndices con ciertos
detalles sobre las convenciones utilizadas en la tesis y los ca´lculos expuestos en el cuerpo de la
misma.
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Concluimos esta introduccio´n presentando en la figura 2 un esquema del flujo de informacio´n
entre las distintas partes y cap´ıtulos de la tesis cuyo objetivo es el de facilitar la lectura.
Figura 2: Esquema de lectura de la tesis.
Parte I
Breve introduccio´n teo´rica
1

Cap´ıtulo 1
Conceptos ba´sicos sobre la dualidad
AdS/CFT
Este cap´ıtulo esta´ dedicado a introducir los conceptos fundamentales que constituyen a la duali-
dad AdS/CFT, la herramienta esencial en esta tesis a la hora de estudiar los procesos de dispersio´n
profundamente inela´stica a trave´s de la teor´ıa de cuerdas.
La correspondencia entre teor´ıas cua´nticas de campos y teor´ıas de cuerdas fue propuesta origi-
nalmente hace unos veinte an˜os por Maldacena en [1], y luego por Gubser, Klebanov y Polyakov y
Witten en [14, 15]. A pesar de la enorme cantidad de ca´lculos que apoyan su validez en una infinidad
de casos particulares, al d´ıa de hoy esta conjetura au´n no ha sido demostrada rigurosamente.
Existen en la literatura una cantidad considerable de libros, notas y tesis que introducen y
describen la dualidad AdS/CFT en mayor o menor detalle y en base a diversas orientaciones en las
nos hemos basado para abordar y desarrollar este to´pico. Algunos ejemplos son [16-18], mientras
que en [19, 20] tambie´n se pueden encontrar algunos comentarios importantes para aplicaciones
similares a las que realizamos en este trabajo. No es nuestro objetivo proveer una nueva referencia
bibliogra´fica, sino simplemente repasar algunos conceptos ba´sicos para motivar nuestro enfoque y
presentar algunos argumentos que subyacen a las te´cnicas hologra´ficas de las que haremos uso en
la parte principal de la tesis.
1.1. La conjetura de Maldacena
En 1997, Maldacena propuso en [1] una identificacio´n entre dos teor´ıas f´ısicas en principio
muy distintas desde el punto de vista del lenguaje matema´tico utilizado hasta el momento para
formularlas. La primera es una teor´ıa cua´ntica de campos conformes en cuatro dimensiones conocida
bajo el nombre de N = 4 super Yang-Mills (SYM) con grupo de gauge SU(N). Esta teor´ıa de
campos no es un ejemplo como cualquier otro: se trata de uno de los casos con mayor cantidad de
simetr´ıas y propiedades especiales, cuya presencia ha permitido desarrollar una gran cantidad de
te´cnicas para calcular con una precisio´n sin precedentes muchos de sus principales observables en
diversos reg´ımenes, incluyendo situaciones en las que la expansio´n perturbativa deja de ser va´lida
1. La segunda teor´ıa involucrada en la dualidad viene dada por una teor´ıa de cuerdas del tipo IIB
construida sobre la base de una solucio´n cla´sica caracterizada por una geometr´ıa espacio-temporal
del tipo AdS5 × S5, junto con la presencia de un flujo de Ramond-Ramond (R-R) que infla esta
cinco-esfera.
1De hecho, desde entonces algunos autores sugieren la posibilidad de resolver N = 4 SYM de manera exacta,
basa´ndose principalmente en argumentos de integrabilidad en el l´ımite planar.
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El trabajo de Maldacena esta´ basado en dos ideas que ya hab´ıan sido sugeridas previamente en
la literatura: la posibilidad de formular ciertas teor´ıas de campos en base a variables extendidas y
en un cierto l´ımite parame´trico, propuesta por ’t Hooft [21], y el principio hologra´fico, surgido en
el seno de la f´ısica de agujeros negros y relacionado con la posibilidad de codificar toda la infor-
macio´n f´ısica contenida en un cierto volu´men directamente en te´rminos de variables relacionadas
con la superficie que define el horizonte de eventos del mismo. Las particularidades de los espacios
exacta o asinto´ticamente anti-de Sitter tambie´n juegan un papel fundamental en esta propuesta en
relacio´n a la identificacio´n de las simetr´ıas de ambas teor´ıas. En las siguientes secciones describimos
brevemente estas ideas basa´ndonos fuertemente en el enfoque desarrollado en [19, 22].
El l´ımite de ’t Hooft
Consideremos una teor´ıa de Yang-Mills con grupo de gauge SU(N), en la que por ahora sim-
plemente consideramos los grados de libertad asociados a los campos de gauge, es decir a las exci-
taciones boso´nicas Aµ = A
a
µT
a, donde µ = 0, . . . , 3 es un ı´ndice espacio-tiempo, y a = 1, . . . , N2−1
etiqueta a los generadores del a´lgebra de Lie de SU(N). Cuando el nu´mero de colores es mayor a uno
la teor´ıa se vuelve no abeliana: en lugar de los fotones estamos en presencia de gluones, que pueden
interactuar entre s´ı. El ejemplo ma´s famoso es el de QCD, el caso N = 3. Este tipo de teor´ıas se for-
mulan a partir de una accio´n determinada por la simetr´ıa de gauge SYM = (4g
2
YM)
−1 ∫ d4xTrF 2 con
F ≡ dA+A∧A, donde si fijamos el nu´mero de colores el u´nico para´metro libre es el acoplamiento
gYM, que mide la intensidad de las autointeracciones del campo de gauge.
La accio´n del grupo de renormalizacio´n sobre la teor´ıa indica que el para´metro gYM no es cons-
tante, sino que depende de la escala de eneg´ıa de observacio´n, µ. Esta dependencia esta´ caracterizada
por la funcio´n β, que toma la forma2
β(gYM) ≡ d gYM
d logµ
= − g
3
YM
(4pi)2
11
3
N +O (g5YM) . (1.1)
Esta ecuacio´n es sumamente interesante: el signo negativo indica que el acoplamiento se hace cada
vez ma´s de´bil al ir a energ´ıas ma´s altas. Como consecuencia obtenemos la famosa propiedad conocida
como libertad asinto´tica: en el l´ımite UV, la teor´ıa se vuelve no interactuante. Este resultado se
mantiene para QCD, que incluye a los quarks, campos de materia fermio´nica en la representacio´n
fundamental de SU(N). En este re´gimen, los quarks y gluones constituyen las excitaciones de bajas
energ´ıas. Resolviendo (1.1) a primer orden vemos que resulta necesario introducir una escala de
referencia que llamaremos M de manera tal que
λ(µ) ≡ g2YM(µ)N = λ0
[
1 +
1
(4pi)2
11
3
N log
(
µ2
M2
)]−1
, (1.2)
donde hemos definido el acoplamiento de ’t Hooft , λ. Podemos ver que el comportamiento de bajas
energ´ıas de la teor´ıa es muy distinto al que tenemos en el UV. En efecto, en el IR el acoplamiento
se vuelve cada vez mayor, hasta que para energ´ıas del orden de o menores a ΛQCD ≈ 220MeV
emerge el feno´meno de confinamiento, responsable de que no puedan observarse quarks libres en
la naturaleza. En este contexto, los quarks y gluones interactu´an fuertemente formando part´ıculas
efectivas conocidas como hadrones, que no pueden describirse directamente a partir de la teor´ıa
2Para realizar el ca´lculo de la funcio´n β es necesario cuantizar la teor´ıa, por ejemplo utilizando el formalismo de
fijado de gauge de Fadeev-Popov. Cabe resaltar que el resultado que presentamos en (1.1) corresponden a una teor´ıa
de Yang-Mills sin campos de materia.
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de Yang-Mills. Cuando en cambio tenemos β = 0 podemos decir que la ausencia de una escala de
energ´ıa da lugar a la simetr´ıa de las teor´ıas conformes3.
La propuesta de ’t Hooft consiste considerar a N como un para´metro adicional, y en analizar que´
sucede con este tipo de teor´ıas cuando el nu´mero de colores es muy grande, es decir, pensa´ndolas
en te´rminos de una expansio´n en serie de potencias de 1/N . Para ser ma´s precisos, en esta seccio´n
estamos interesados en analizar el l´ımite de ’t Hooft, definido por
N →∞, manteniendo λ fijo. (1.3)
Para ver que´ sucede al tomarlo conviene analizar el comportamiento del propagador del campo de
gauge con respecto a los ı´ndices de color. En la notacio´n tradicional tenemos 〈AaAb〉 ∼ δab, mientras
que en la notacio´n de doble l´ınea definida a partir de los ı´ndices matriciales de los generadores T a
segu´n Aij ≡ Aa(T a)ij , con i, j = 1, . . . , N asociados a las representaciones fundamental y anti-
fundamental, respectivamente, vemos que 〈AijAkl 〉 ∼ δkj δil − N−1δijδkl . Para valores grandes de N
podemos despreciar el segundo de estos te´rminos. Adema´s, podemos definir las reglas de Feynman
asociadas a los ve´rtices, que indican que un diagrama gene´rico con E propagadores, V ve´rtices y
F l´ıneas de color cerradas generara´ un factor
NV−E+FλE−V = NχλE−V . (1.4)
En la u´ltima expresio´n hemos definido la caracter´ıstica de Euler χ ≡ F + V − E = 2 − 2g, donde
g representa el nu´mero de manijas del diagrama. La aparicio´n de los para´metros χ y g indican
la preponderencia del aspecto topolo´gico. En efecto, a partir de (1.4) vemos que en el l´ımite de ’t
Hooft las contribuciones dominantes a cualquier proceso estara´n generadas por diagramas con el
mayor valor posible de χ, es decir, los planares, mientras que los diagramas con un nu´mero no nulo
de manijas estara´n suprimidos por potencias de 1/N2. En la figura 3 presentamos algunos ejemplos:
cuyos comportamientos esta´n dados por (a)∼ λN2, (b)∼ λ y (c)∼ λ2N2, respectivamente.
Figura 3: Algunos ejemplos de diagramas de Feynman en teor´ıas de gauge en la representacio´n de doble l´ınea
[22].
En conclusio´n, podemos ordenar la expansio´n diagrama´tica en una doble serie en potencias de
1/N2 y λ, donde la principal contribucio´n en el re´gimen N → ∞ con λ fijo estara´ dada por la
sumatoria de los diagramas planares. Este ana´lisis es va´lido tanto para la funcio´n de particio´n de
la teor´ıa como para los dema´s observables ba´sicos: los invariantes de gauge dados por las funciones
de correlacio´n de operadores Oi, que escribimos como
3En apariencia, la accio´n SYM es invariante ante cambios de escala. Sin embargo, esta propiedad no se mantiene
a nivel cua´ntico. Cuando hablamos de teor´ıas conformes nos referimos a los casos en los que la simetr´ıa se mantiene
incluso a nivel cua´ntico.
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〈O1 . . .On〉 ∼
∞∑
g=0
(
1
N
)n+2g−2
Fg(λ), (1.5)
para ciertas funciones Fg.
La observacio´n esencial de ’t Hooft consistio´ en notar que la expansio´n que acabamos de escribir
es totalmente ana´loga a la que obtendr´ıamos en una teor´ıa de cuerdas, donde la expansio´n pertur-
bativa se da en te´rminos de superficies bidimensionales. Esto puede pensarse desde un punto de
vista intuitivo: al ir agregando ve´rtices y propagadores, los diagramas de la figura 3 ira´n llena´ndose
hasta generar superficies suaves (variedades diferenciables), situacio´n en la que las cantidades χ y
g tienen una generalizacio´n natural. Es importante notar que estas superficies no tienen borde, es
decir que son cerradas. Llevando esta idea al extremo, observamos que el caso g = 0 es topolo´gi-
camente equivalentes a una esfera S2, el caso g = 1 se asemeja a un toro T 2, y as´ı sucesivamente.
La manera de concretar esta conexio´n intuitiva esta´ contenida en (1.5): de alguna manera debemos
identificar el para´metro de la teor´ıa de campos que pesa la cantidad de manijas con el que juega
un rol similar en una teor´ıa de cuerdas, el acoplamiento gs. Basados en la ecuacio´n (1.5), tenemos
gs ∼ g2YM. (1.6)
En consecuencia, debera´ existir tambie´n una relacio´n entre el para´metro restante en ambos forma-
lismos: por un lado, el acoplamiento de ’t Hooft λ, y por otro, la escala de longitud caracter´ıstica
de la cuerda, α′, que define su tensio´n T = (2piα′)−1. Veremos en un momento las formas precisas
de estas identificaciones. Sin embargo, culminamos esta seccio´n resaltando que ma´s alla´ de plantear
una relacio´n intuitiva entre campos y de cuerdas, el ana´lisis de ’t Hooft no permite identificar de
manera precisa cua´l es la teor´ıa de cuerdas que corresponde a cada teor´ıa de campos en particular.
Dado el tipo de superficies que estamos describiendo, lo que podemos afirmar es que buscamos
teor´ıas de cuerdas cerradas.
Cuerdas cerradas y cuerdas abiertas
El u´ltimo comentario de la seccio´n anterior puede parecer sorprendente. En efecto, existe otra
relacio´n mucho ma´s intuitiva entre los formalismos de cuerdas y de campos que hasta ahora no
hemos nombrado: una teor´ıa de cuerdas abiertas tiene como l´ımite de bajas energ´ıas (α′ → 0)
alguna teor´ıa de Yang-Mills. Sabemos que en caso de elegir condiciones de borde tipo Dirichlet,
los extremos de las cuerdas abiertas esta´n confinados a moverse en ciertas regiones extendidas del
espacio-tiempo llamadas D-branas. La dina´mica de bajas energ´ıas sobre el volu´men de mundo de
estas D-branas esta´ dada por una teor´ıa de gauge.
Considerando la propuesta de ’t Hooft descripta en la seccio´n anterior, vemos que a partir
de una misma teor´ıa de campos emergen dos tipos de teor´ıas de cuerdas: las primeras, cerradas,
y las segundas, abiertas. Una de las claves para entender la correspondencia AdS/CFT radica
en relacionar estos conceptos con la dualidad que relaciona cuerdas abiertas y cuerdas cerradas.
Podemos motivar esta relacio´n de manera sencilla recurriendo a un caso particular, esto es, a partir
del proceso descripto esquema´ticamente en la figura 4. Los recta´ngulos en la figura 4 representan
dos D-branas. Se trata de un ejemplo cla´sico: el proceso descripto puede entenderse de dos maneras
distintas: por un lado, el intercambio de una cuerda cerrada entre una brana y la otra, y por otro,
un loop realizado por una cuerda abierta extendida entre ambas branas.
Ahora bien, como dijimos la teor´ıa de gauge representa en te´rminos efectivos el l´ımite α′ → 0 de
una teor´ıa de cuerdas abiertas. Por lo tanto, es tentador interpretar la propuesta de ’t Hooft como
una versio´n de bajas energ´ıas de la dualidad entre cuerdas abiertas y cerradas que acabamos de
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Figura 4: Ejemplo de un proceso de teor´ıa de cuerdas que puede ser interpretado tanto en te´rminos de cuerdas
abiertas como en el a´mbito de las cuerdas cerradas.
motivar. Esta intuicio´n resulta ser correcta. Para entenderla un tanto ma´s en detalle necesitamos
recordar que, en el caso de las cuerdas cerradas, para energ´ıas muy por debajo del inverso de la
longitud caracter´ıstica ls =
√
α′ la f´ısica puede ser descripta en te´rminos de una teor´ıa gravitatoria,
y finalmente analizar co´mo reaparece el concepto de D-brana en este contexto.
Branas en supergravedad
Podemos acercarnos paulatinamente a la dualidad propuesta por Maldacena si consideramos
una D3-brana plana (sobre la que vivira´ alguna teor´ıa de campos efectiva definida en 4d) colocada
en un espacio ambiente de diez dimensiones4. Esta configuracio´n se caracteriza por mantener la
simetr´ıa de Lorentz en las cuatro direcciones en las que se extiende la brana, junto con una simetr´ıa
de rotacio´n en las seis direcciones transversales. Cabe preguntarse entonces si existe una solucio´n
gravitatoria con las mismas propiedades.
La respuesta es positiva. Dado que las D3-branas con objetos cargados con respecto a ciertas 4-
formas (de R-R), debemos buscar esta solucio´n en el seno de la supergravedad del tipo IIB. De hecho,
podemos considerar no una sino N D3-branas superpuestas. Elegimos tomar N  1, de manera
que la energ´ıa del cu´mulo de D-branas tenga un efecto apreciable sobre la geometr´ıa, generando
localmente una curvatura importante. La notacio´n que estamos utilizando no es casual: la teor´ıa
sobre las branas tendra´ necesariamente una simetr´ıa de gauge SU(N), de manera que simplemente
estamos usando otro lenguaje para describir el l´ımite planar. Las ecuaciones de Einstein para la
me´trica acopladas a las de la 4-forma de R-R (cuyo flujo F5 debe satisfacer adicionalmente una
condicio´n de auto-dualidad) admiten la siguiente solucio´n:
ds2 =
1
H(r)1/2
(ηµνdx
µdxν) +H(r)1/2
(
dr2 + r2dΩ25
)
, F5 = (1 + ?)dx0 ∧ · · · ∧ dx3 ∧ dH−1, (1.7)
donde η es la me´trica de Minkowski en cuatro dimensiones, dΩ5 esta´ asociado a las coordenadas
de una esfera S5, ? representa el operador estrella de Hodge y la funcio´n H(r) esta´ dada por
H(r) ≡ 1 + R
4
r4
. (1.8)
El para´metro R esta´ determinado por la cantidad N de branas, y en te´rminos de los para´metros
de la teor´ıa de cuerdas subyacente puede escribirse como R ≡ [4pigsα′2N ]1/4. Macrosco´picamente
hablando, esta solucio´n tiene exactamente los mismos nu´meros cua´nticos que la configuracio´n de
4En las teor´ıas de supercuerdas la dimensionalidad cr´ıtica en la que la teor´ıa resulta ser consistente corresponde
al caso de una dimensio´n temporal y nueve espaciales.
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branas original. En este sentido, puede pensarse que estas branas esta´n situadas en el origen de
la coordenada radial r. Teniendo en mente estas dos situaciones (representadas en la figura 5),
Figura 5: Dos perspectivas distintas de una u´nica configuracio´n: a la izquierda en te´rminos de D3-branas en
un espacio plano (cuerdas abiertas) y a la derecha en te´rminos de la solucio´n de supergravedad presentada
en (1.7). Figura extra´ıda de la referencia [22].
analizemos ahora las fluctuaciones y los correspondientes l´ımites de bajas energ´ıas.
En la primera, sabemos que esta´n los modos de cuerdas abiertas sobre las branas, aunque
tambie´n debemos tener en cuenta la presencia de las cuerdas cerradas que se propagan en todo el
espacio (ver figura 5). Adema´s de las interacciones de cuerdas cerradas y abiertas por separado, los
modos de las branas y los del interior o bulk tambie´n esta´n acoplados. Ahora bien, en el l´ımite α′ → 0
no so´lo nos deshacemos de las excitaciones masivas sino que tambie´n apagamos las interacciones
gravitatorias. Por lo tanto, obtenemos dos sistemas desacoplados: por un lado, el de las cuerdas
abiertas sobre las branas, y por el otro, un conjunto de modos no masivos de la supergravedad IIB
que se propagan libremente en el espacio plano ambiente. Como estamos a bajas energ´ıas, la teor´ıa
sobre las branas es en te´rminos efectivos una teor´ıa de campos, ma´s precisamente una teor´ıa de
Yang-Mills con grupo de gauge SU(N). El ana´lisis de las supersimetr´ıas y dema´s aspectos indica
que se trata de la teor´ıa N = 4 SYM5, y su formulacio´n perturbativa sera´ va´lida en el re´gimen
λ = g2YMN  1.
En la segunda descripcio´n toda la f´ısica del sistema esta´ planteada en te´rminos de cuerdas
cerradas, pero en un espacio curvo. En este lenguaje podemos ver que tomando los mismos l´ımites
tambie´n obtenemos dos teor´ıas desacopladas. En efecto, a primera vista tomar α′ → 0 parece
llevarnos directamente al re´gimen de bajas energ´ıas. Esto ciertamente es as´ı en la regio´n r  R
(muy lejos de las branas) donde la definicio´n (1.8) indica que el espacio se vuelve asinto´ticamente
plano. Sin embargo, en la regio´n r  R necesitamos proceder con ma´s cuidado ya que una energ´ıa
Er medida por un observador en un punto dado del interior esta´ corrida al rojo con respecto
a la que mide un observador distante, E∞. Ma´s precisamente, la relacio´n esta´ dada por E∞ =
H−1/4(r)Er. En consecuencia, existe una garganta en la regio´n donde r toma valores muy pequen˜os
donde las energ´ıas pueden ser arbitrariamente altas au´n para α′ → 0. Podemos acceder a esta
5No sera´ importante para nosotros repasar en detalle la definicio´n de esta teor´ıa. El contenido de campos, el
espectro BPS y el estudio de las fases dina´micas, entre otras cosas pueden encontrarse por ejemplo en el cap´ıtulo 3
de [18].
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regio´n considerando r  R y tomando r, α′ → 0 manteniendo la relacio´n r/α′ fija. Analizando
las ecuaciones (1.7) y (1.8) concluimos que la me´trica en esta regio´n conocida como de horizonte
cercano toma la forma factorizada
ds2 =
r2
R2
(ηµνdx
µdxν) +
R2
r2
dr2 +R2dΩ25 , (1.9)
de manera que la geometr´ıa es AdS5 × S5 donde tanto el AdS como la 5-esfera tienen radio R.
Obtenemos entonces una vez ma´s dos tipos de fluctuaciones desacopladas: para r  R tenemos
la misma teor´ıa gravitatoria libre con fondo plano que antes, mientras que para r  R debemos
considerar incluir la teor´ıa de supercuerdas completa. Es importante notar que para λ 1 tenemos
R ls, de manera que la aproximacio´n de supergravedad es va´lida. Finalmente, en el l´ımite N →∞
la teor´ıa se vuelve cla´sica.
Formulacio´n de la dualidad AdS5/CFT4
La conclusio´n de la seccio´n anterior es la siguiente. Ambas descripciones plantean una situacio´n
ana´loga, en la que en el l´ımite de bajas energ´ıas obtenemos dos teor´ıas desacopladas, una de las
cuales consiste simplemente en modos no masivos de cuerdas cerradas que se propagan libremente
en un vac´ıo sin curvatura. Resulta natural, entonces, identificar la segunda teor´ıa en cada caso:
SU(N) N = 4 SYM en D = 4 ≡ Supercuerdas tipo IIB en AdS5 × S5. (1.10)
Del ana´lisis que acabamos de realizar se deduce que la forma precisa de identificar los para´metros
de ambos lados de la dualidad esta´ dada por
R2
α′
≡
√
λ , 4pigs ≡ g2YM. (1.11)
En el l´ımite de ’t Hooft, donde N → ∞ y λ esta´ fijo, la CFT se vuelve planar mientras que
la teor´ıa IIB se vuelve cla´sica. Ambas formulaciones describen los mismos grados de libertad en
reg´ımenes complementarios: para λ 1 podemos utilizar la expansio´n perturbativa de la teor´ıa de
campos, mientras que para λ 1 (siempre con λ N) disponemos de una descripcio´n gravitatoria
en la que las correcciones α′ esta´n suprimidas. En este u´ltimo re´gimen la situacio´n de las cuerdas
es opuesta a la de la teor´ıa de campos: el acoplamiento en la teor´ıa de la hoja de mundo de las
cuerdas, dado por α′/R2, se vuelve muy pequen˜o. La afirmacio´n inversa es va´lidad en para λ 1.
En este sentido, decimos que la AdS/CFT es una dualidad de´bil/fuerte.
La denominada versio´n fuerte de la dualidad AdS/CFT establece que ambas teor´ıas son equi-
valentes para cualquier valor de los para´metros λ y N (o bien gs y α
′).
Ana´lisis de las simetr´ıas globales
Hasta ahora, nuestros argumentos en favor de la propuesta (1.10) han tenido que ver sobre todo
con la simetr´ıa de gauge. A continuacio´n describimos la identificacio´n de las simetr´ıas globales6 a
ambos lados de la dualidad:
1. La teor´ıa de SYM tiene N = 4 supersimetr´ıas, lo que equivale a 16 supercargas de Poincare´.
En cambio, la supergravedad IIB es invariante ante la accio´n de 32 supercargas pero so´lo
la mitad aniquila el vac´ıo AdS5 × S5 debido a la presencia de las D3-branas. Sin embargo,
6En cierto sentido el concepto de simetr´ıa global pierde sentido en el contexto de la gravedad cua´ntica, por lo que
en este ana´lisis so´lamente pensamos en perturbaciones sobre un fondo AdS5 × S5.
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tambie´n debemos incluir las 16 cargas superconformes, que aparecen naturalmente en la teor´ıa
de campos, mientras que en la teor´ıa dual reaparecen en el l´ımite de horizonte cercano.
2. La simetr´ıa de Lorentz SO(1, 3) esta´ presente en ambos casos. El u´nico detalle importante es
que la me´trica de AdS5 × S5 no depende de las coordenadas xµ.
3. Hasta ahora no hemos hecho mucho hincapie´ en un punto importante: N = 4 SYM es una
teor´ıa conforme. Por lo tanto, debemos considerar el grupo conforme SO(2, 4), que contiene
al de Lorentz. Del lado gravitatorio, identificamos los generadores correspondientes con los
de las isometr´ıas de AdS5. Hablaremos un tanto ma´s sobre la geometr´ıa AdS ma´s abajo.
4. Habiendo tenido en cuenta las isometr´ıas del AdS5, es evidente que tambie´n debemos incluir
las isometr´ıas de la S5. Las mismas forman el grupo de rotaciones en R6, dado por SO(6). Del
lado de campos, en cambio, esta simetr´ıa boso´nica adicional tiene que ver con las rotaciones
en el espacio de las supercargas, es decir, la simetr´ıa R descripta por SU(4), que resulta ser
isomorfo a SO(6).
En ambos casos, el (super)grupo completo de simetr´ıas globales se conoce bajo el nombre de
PSU(2, 2 | 4).
Para concluir, vale la pena destacar una simetr´ıa adicional que ha sido relevante a la hora
de estudiar la dualidad AdS/CFT en el ejemplo que estamos considerando: el grupo de dualidad
SL(2,Z). Sin entrar en detalles, podemos decir que tanto en N = 4 SYM como en la teor´ıa IIB en
AdS5 × S5 puede observarse que la f´ısica es invariante ante la accio´n del generador T , que actu´a
sobre el a´ngulo θ de la teor´ıa de SYM, y la de la S-dualidad, bajo la cual
g2YM →
−1
g2YM
, (1.12)
cambiando acoplamiento de´bil por acoplamiento fuerte. Del lado de la supergravedad, estos genera-
dores actu´an sobre los valor de expectacio´n del dilato´n (que define el valor de gs) y el axio´n. Cabe
destacar que esta simetr´ıa se mantiene al considerar la teor´ıa de cuerdas completa, donde actu´a
intercambiando el rol de las cuerdas fundamentales con el de las D1-branas (que son objetos no
perturbativos).
La geometr´ıa AdS y la simetr´ıa conforme
La geomet´ıa AdS5 describe un espacio-tiempo de curvatura constante negativa. La manera ma´s
sencilla de construirlo es como una hipersuperficie embebida en un espacio plano R2,4 con una
dimensio´n extra, ”X−1”, y definida por la condicio´n
− (X−1)2 − (X0)2 + (X1)2 + · · ·+ (X3)2 = −R2. (1.13)
Este tipo de espacios son soluciones de las ecuaciones de Einstein en presencia de una constante
cosmolo´gica negativa que determina el valor del radio. Como dijimos, el grupo de isometr´ıas esta´
dado por SO(2, 4). Te´cnicamente hablando, las coordenadas utilizadas en (1.9) (donde r ∈ [0,∞))
no cubren la totaldad del espacio sino u´nicamente el denominado parche de Poincare´. Au´n cuando
cualquier punto del borde se encuentra a una distancia infinita de otro ubicado en el interior, las
geode´sicas nulas pueden conectarlos en un tiempo finito. En contraste, demoran infinitamente en
llegar al origen r = 0. Las coordenadas de Poincare´, en las que la me´trica toma la forma
ds2 =
R2
z2
(
ηµνdx
µdxν + dz2
)
, (1.14)
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con z ≡ R2/r permiten, tal vez, entender esta geometr´ıa un tanto ma´s intuitivamente ubicando al
borde en z = 0 y al origen en z →∞7.
Para entender un poco sobre la dina´mica en un espacio AdS podemos considerar una pertur-
bacio´n de un campo escalar φ de masa m propaga´ndose en AdS5. La accio´n es simplemente la de
Klein-Gordon en un espacio curvo. Puede verse que es posible agregar un te´rmino de borde tal que
el Hamiltoniano este´ acotado por debajo para cualquier m2 ≥ −4/R2, de manera que existe un
rango de masas taquio´nicas que no violan unitariedad y resultan perfectamente aceptables [23]. La
ecuacio´n de movimiento es la siguiente:[
z5∂zz
−3∂z − (m2R2 + z2k2)
]
φk = 0, (1.15)
donde hemos expandido en modos de Fourier en las direcciones planas y considerado en particular
un modo de momento definido kµ. Estudiaremos las soluciones exactas en el cap´ıtulo 3. Por ahora,
nos contentamos con decir que cerca de z = 0 podemos despreciar el te´rmino proporcional a k2 y
expandir en potencias de z de modo que
φk(z → 0) ∼ z∆ , ∆(∆− 4) = m2R2. (1.16)
El para´metro ∆ puede tomar dos valores:
∆± ≡ 2± (4 +m2R2), (1.17)
con lo que volviendo al espacio de coordenadas tenemos
φ(z → 0, x) ∼ a(x)z∆− + b(x)z∆+ . (1.18)
Con que´ te´rmino nos quedamos depende de las condiciones de contorno. La solucio´n con φ ∼ z∆+
corresponde a modos normalizables pues se anulan los te´rminos de borde de la accio´n evaluada
on-shell, mientras que φ ∼ z∆− se asocia con los denominados modos no-normalizables.
Conceptualmente, y apelando a nuestra intuicio´n de meca´nica cua´ntica, podemos decir que
AdS5 representa en algu´n sentido un pozo cil´ındrico infinitamente profundo. Para tener un sistema
f´ısicamente bien definido simplemente necesitamos especificar las condiciones de contorno en el
borde z = 0. Notemos que en z = 0, el espacio AdS tiene en realidad lo que se conoce como un
borde conforme: se trata de una regio´n plana tipo Minkowski, donde sin embargo no tenemos una
me´trica inducida a partir de la de AdS5 en el interior pues las distancias se vuelven divergentes. En
este sentido, la informacio´n geome´trica so´lo esta´ definida a menos de escaleos, o, ma´s precisamente,
transformaciones conformes. Las observaciones realizadas en este pa´rrafo nos remiten al principio
hologra´fico. En el contexto de la correspondencia de Maldacena podemos pensar que la teor´ıa de
campos se encuentra definida exactamente sobre el borde del espacio AdS. Formalizaremos un tanto
ma´s esta idea en la seccio´n siguiente.
Identificacio´n de estados y operadores
Pensar en la teor´ıa de campos como definida en el borde del AdS nos invita a exponer un nuevo
argumento en favor de la dualidad: la posibilidad de identificar uno a uno los estados presentes en
la teor´ıa de supergravedad el espectro de la teor´ıa de SYM.
Nuestra teor´ıa de gauge es adema´s una teor´ıa conforme, donde los estados esta´n a su vez identifi-
cados con los operadores disponibles a partir del concepto de cuantizacio´n radial. Nos concentramos
7En el espacio completo, los puntos z = ∞ forman simplemente un horizonte que conecta la regio´n descripta
por las coordenadas de Poincare´ con el resto. En muchas aplicaciones no es necesario tomar en cuenta la geometr´ıa
completa.
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en los operadores primarios quirales8, que esta´n etiquetados en base a su dimensio´n conforme. Ha-
biendo identificado al grupo conforme con las isometr´ıas de AdS, la descripcio´n del generador de
las dilataciones en ambos lenguajes (y cerca del borde) indica que este para´metro debe coincidir
con el escaleo en potencias de z: el ∆ de nuestro ejemplo escalar. La conexio´n principal con las
part´ıculas de la teor´ıa gravitatoria viene dada por las condiciones de contorno: interpretamos a la
insercio´n de un operador local en el borde como el valor asinto´tico del modo asociado segu´n
O∆(x)↔ l´ım
z→0
z−∆φ(z, x) (1.19)
a menos de una constante de normalizacio´n. En efecto, esta propuesta satisface trivialmente el
hecho de que una redefinicio´n x→ ζx produzca una transformacio´n O∆(x)→ ζ∆O∆(ζx) debido a
que φ ∼ z∆. Notemos que una misma masa m esta´ asociada a dos posibles dimensiones de escaleo
∆±. Adema´s, reinterpretando la condicio´n de positividad sobre m2 en te´rminos de ∆ obtenemos
exactamente la cota establecida por el requisito de unitariedad sobre las dimensiones conformes en
la teor´ıa conforme.
En el caso particular descripto por Maldacena, podemos identificar uno a uno los operadores
primarios de la CFT (o al menos los estados BPS) y sus descendientes con las distintas torres de
modos presentes en la supergravedad efectiva en AdS5 que obtenemos al compactificar la teor´ıa tipo
IIB en la S5 en base a sus propiedades de transformacio´n frente a la accio´n de los generadores de
las simetr´ıas descriptas hace algunas pa´ginas. Los casos ma´s sencillos esta´n dados por las corrientes
conservadas Jµ y el tensor de energ´ıa-momento Tµν , asociados a los campos de gauge y al gravito´n
en el interior, respectivamente.
De hecho, podemos describir brevemente una de las consecuencias importantes de la dualidad.
Sabemos que las dimensiones de escaleo de los operadores de una teor´ıa de campos pueden verse
modificadas por el proceso de renormalizacio´n. El estudio perturbativo de las masas de los estados
excitados de cuerdas, intr´ınsecamente masivos en diez dimensiones, y de los estados que simple-
mente adquieren una masa de Kaluza-Klein permite obtener el comportamiento de las dimensiones
ano´malas en el re´gimen en el que el acoplamiento λ se vuelve grande.
El Ansatz GKPW
El u´ltimo paso importante para formalizar lo que entendemos por correspondencia AdS/ CFT
consiste indicar co´mo podemos utilizarla para computar observables. Del lado de la teor´ıa de cam-
pos los observables ba´sicos que generalmente estamos interesados en calcular son las funciones de
correlacio´n. Poco tiempo despue´s de la publicacio´n de Maldacena y basado en la identificacio´n de
estados que acabamos de describir, Gubser, Klebanov y Polyakov y Witten propusieron en [14, 15]
una prescripcio´n para calcular estos objetos (que para valores grandes de λ no pueden ser obtenidos
perturbativamente) en te´rminos de las cantidades de la teor´ıa gravitatoria.
Consideremos una CFT definida por una accio´n SCFT en la que disponemos de un operador
local O. Para definir funciones de correlacio´n de n-puntos (conexas) de este operador simplemente
necesitamos perturbar la accio´n con un te´rmino
SCFT → SCFT +
∫
d4x f(x)O(x), (1.20)
donde f(x) representa una fuente gene´rica, y tomar sucesivamente n derivadas funcionales con
respecto a f(x) de la funcional generatriz definida por el valor de expectacio´n
8En el l´ımite planar los operadores ma´s relevantes son los de traza u´nica.
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exp [W (f)CFT] ≡ 〈exp
(∫
d4x f(x)O(x)
)
〉 (1.21)
segu´n
〈O(x1) . . .O(xn)〉 ≡ δ
nWCFT
δf(x1) . . . δf(xn)
∣∣∣∣
f=0
. (1.22)
Ahora bien, en el caso de un operador escalar O∆ sabemos que tenemos un campo dual φ de
masa R−2∆(∆− 4). Los modos normalizables esta´n descriptos por la solucio´n ∆+, y notamos que
para que (1.20) tenga sentido la dimensio´n de escaleo de f debe ser 4 −∆+ = ∆−. Por lo tanto,
identificamos a la fuente f(x) con el valor asinto´tico del correspondiente modo no-normalizable, es
decir, la funcio´n a(x) en (1.18). En contrapartida, el coeficiente b(x) del modo normalizable de la
solucio´n cla´sica resulta ser el valor de expectacio´n del operador, es decir, la funcio´n de un punto
(correctamente normalizada). Estas condiciones de contorno definen un´ıvocamente una solucio´n
cla´sica de φ(f) en el interior: se trata de una perturbacio´n que se propaga desde el borde generada
por las inserciones deO. La propuesta de GKPW es muy simple: en el l´ımite en que la supergravedad
se vuelve cla´sica consiste en identificar esta funcional generatriz con la accio´n gravitatoria evaluada
en dicha solucio´n, es decir,
WCFT(f) = SSUGRA IIB en AdS5 [φ(f)]. (1.23)
En otras palabras, en lenguaje eucl´ıdeo podemos decir que en te´rminos de la funcio´n de particio´n
perturbativa del lado gravitatorio ZIIB tenemos
〈exp
(∫
d4x f(x)O(x)
)
〉 = ZIIB[φ(f)]. (1.24)
En la pra´ctica, la segunda condicio´n de contorno simplemente tiene que ver con mantener la con-
sistencia en el origen de AdS.
El ejemplo ma´s simple que podemos analizar es el de la funcio´n de dos puntos de un operador
escalar primario. Para evaluar la accio´n de Klein-Gordon en la solucio´n relevante y expresar el
resultado en funcio´n de la condicio´n de contorno φ(z = 0, x) ∝ f(x) simplemente necesitamos
integrar por partes en la direccio´n radial. Obtendremos dos te´rminos: una integral sobre todo el
espacio AdS que se anula por las ecuaciones de movimiento y una integral en el borde de la forma∫
d4xφ(z, x)∂zφ(z, x)|z=0. Si bien no contribuyen a las ecuaciones de movimiento, a la hora de
evaluar la accio´n es necesario incluir tambie´n los te´rminos de borde originales. Al final, obtenemos
S[φ(f)] ∼
∫
d4x d4x′
f(x)f(x′)
(x− x′)2∆ + · · · . (1.25)
Tomando dos derivadas funcionales con respecto a f y evaluando en f = 0 nos deshacemos de los
te´rminos de mayor orden y reconocemos la forma de la funcio´n de dos puntos
〈O∆(x)O∆(x′)〉CFT ∼ 1
(x− x′)2∆ , (1.26)
que en una CFT esta´ completamente determinada por la simetr´ıa conforme a menos de la norma-
lizacio´n.
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1.2. Extensiones de la dualidad AdS/CFT
La correspondencia hologra´fica entre teor´ıas de campos y teor´ıas de cuerdas constituye una idea
general que se extiende mucho ma´s alla´ del ejemplo inicial estudiado por Maldacena. En primer lugar
porque resulta ser va´lida cualquiera sea la cantidad de dimensiones espacio-tiempo que estemos
considerando: el caso AdS5/CFT4 es en so´lo un ejemplo particular de las dualidades AdSd+1/CFTd
en el contexto de las teor´ıas de cuerdas tipo I, IIA, IIB, y tambie´n de la teor´ıa M . En segundo lugar,
porque podemos encontrar nuevas dualidades introduciendo alguna deformacio´n en las teor´ıas del
caso original. Para esto es necesario entender la modificacio´n que estamos realizando en ambos
lenguajes para poder realizar exactamente la misma deformacio´n de ambos lados. En general, las
deformaciones rompen parte de la simetr´ıa global y pueden verse del lado de cuerdas a partir de
alguna construccio´n en base a D-branas. De esta manera se pueden generar teor´ıas que comparten
ciertos aspectos fenomenolo´gicos con teor´ıas ma´s realistas: una menor cantidad de supersimetr´ıas,
algu´n tipo de ruptura de la simetr´ıa conforme y la presencia de materia en la representacio´n
fundamental del grupo de gauge, entre otros. En muchos casos la geomet´ıa resultante se asemeja
so´lo asinto´ticamente a un AdS, de manera que la teor´ıa dual se vuelve conforme solamente en el UV
debido a la introduccio´n de alguna deformacio´n relevante (en el IR). En esta seccio´n describimos
algunos modelos que sera´n relevantes a lo largo de la tesis.
Cabe resaltar que la dualidad AdS/CFT ha sido utilizada incluso ma´s alla´ de los modelos top-
down a los que nos referimos. En efecto, existen diversos modelos botom-up construidos en base a
conexiones entre ciertas teor´ıas de campos y ciertos modelos gravitacionales que no tienen su origen
en la teor´ıa de cuerdas (o al menos no se lo ha descubierto).
Ruptura de la simetr´ıa conforme
Tomando como punto de partida la teor´ıa N = 4 SYM podemos introducir una perturbacio´n
an˜adiendo a la accio´n un te´rmino extra. Si el te´rmino agregado esta´ construido a partir de un
operador de dimensio´n ∆ < 4 (o ∆ < d en el caso general) el efecto de la perturbacio´n se vuelve
importante a bajas energ´ıas, y decimos que se trata de una deformacio´n relevante. La interpretacio´n
dual es consistente: tenemos un cambio en las condiciones de contorno de los modos correspondientes
a dicho operador, que tienen un comportamiento tipo z4−∆, es decir que crecen hacia el interior de
AdS.
Otro camino posible consistir´ıa en comenzar con una dualidad construida en un nu´mero mayor
de dimensiones, y compactificar algunas de ellas de manera tal de ir rompiendo algunas de las
supersimetr´ıas. En ambos casos, en general es u´til conservar al menos una simetr´ıa N = 1 para
garantizar la estabilidad de las soluciones correspondientes.
No es nuestro objetivo entrar en detalles con respecto a este tipo de deformaciones no so´lo
porque nos llevar´ıa mucho tiempo sino sobretodo porque nuestros ca´lculos se desarrollara´n princi-
palmente del lado gravitatorio y sera´n va´lidos de manera general para distintos tipos de modelos.
Nos concentraremos en modelos invariantes de escala (exacta o aproximadamente) por encima de
una escala de energ´ıa Λ. Por debajo de la misma, nuestras teor´ıas sera´n confinantes. El ejemplo
ma´s relevante es el de la teor´ıa definida por Polchinski y Strassler en [24] que preserva N = 1 su-
persimetr´ıas, en la que los campos no masivos son los de una teor´ıa asinto´ticamente libre mientras
que en una escala m aparecen tambie´n modos escalares y fermio´nicos masivos. Si λ es grande en el
UV, la teor´ıa es aproximadamente conforme hasta escalas similares a m ∼ Λ, mientras que en caso
contrario aparece una regio´n parame´trica con un comportamiento logar´ıtmico (ver figura 6).
El modelo de [25] exhibe ciertas propiedades cualitativas similares a QCD:
Tiene un gap de masas del orden de Λ, que por lo tanto identificaremos con ΛQCD. Veremos
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Figura 6: El acoplamiento de t Hooft λ = αN en funcio´n de la escala de energ´ıa E [2]. Aqu´ı α ∝ g2YM.
esto expl´ıcitamente en el cuerpo de la tesis.
Genera el confinamiento de los campos cargados ante el grupo de gauge. Para comprobarlo
basta con estudiar el comportamiento del Wilson loop rectangular, directamente relacionado
con el potencial quark-antiquark.
Otras propiedades en las que no ahondaremos incluyen la existencia de un ve´rtice bario´nico
[26], las caracter´ısticas de los instantones, la existencia de condensados, etc.
Concluimos esta seccio´n destacando otros dos modelos que han sido imporantes en el desarrollo
de las aplicaciones de la dualidad AdS/CFT en este contexto: el de Klebanov y Strassler [27] y el
de Maldacena-Nun˜ez [28].
Modelos de branas
Nuestro objetivo consiste en utilizar la dualidad AdS/CFT para analizar procesos de dispersio´n
en teor´ıas que sean lo ma´s realistas posible. Nos interesa entonces poder analizar la f´ısica asociada
por ejemplo a los grados de libertad meso´nicos. Para incluir materia en la representacio´n fundamen-
tal del grupo de gauge necesitamos cuerdas abiertas con un u´nico extremo restringido a moverse
en las D3-branas, de manera que debemos introducir nuevas Dp-branas en el modelo hologra´fico
en las que pueda terminar el extremo opuesto. En caso de utilizar un nu´mero Nf de estos nuevos
objetos superpuestos generaremos adema´s una simetr´ıa de sabor SU(Nf ).
En principio, la presencia de las branas de sabor modificara´ la geometr´ıa, generando una back-
reaction considerable y una solucio´n de supergravedad distinta. Sin embargo, en el l´ımite Nf  N
podemos interpretar a las branas como objetos de prueba que no afectan la geometr´ıa de fondo, es
decir que cumplen un papel similar al de una carga de prueba en una configuracio´n electromagne´tica
dada. En consecuencia, simplemente necesitamos encontrar la manera ma´s conveniente de incluir
la o las branas de prueba en la geometr´ıa de fondo. En otras palabras, debemos encontrar la
configuracio´n que minimiza la accio´n de Dirac-Born-Infeld (DBI) que describe las fluctuaciones de
bajas energ´ıas de las D-branas.
En la seccio´n siguiente nos concentramos en la descripcio´n del denominado modelo D3D7 pro-
puesto por Kruczenski, Mateos, Myers y Winters en [29]. Elegimos este modelo en particular porque
las diferencias entre la dualidad original y esta configuracio´n tienen una interpretacio´n muy sencilla
tanto desde el punto de vista geome´trico como con respecto al contenido de campos, facilitando los
ca´lculos. Sin embargo, la mayor´ıa de los resultados que obtuvimos pueden extenderse a casos ma´s
generales como los modelos D4D8D8 [30] y D4D6D6 [31] que analizamos expl´ıcitamente en [5-7].
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x0 x1 x2 x3 x4 x5 x6 x7 x8 x9
D3 x x x x - - - - - -
D7 x x x x x x x x - -
Tabla 1.1: Configuracio´n del modelo D3D7.
Ser´ıa interesante, adema´s, extenderlos a los modelos de branas relacionados con las soluciones de
Klebanov-Strassler y Maldacena-Nun˜ez [32-35].
Modelo D3D7
Como lo indica su nombre, el modelo D3D7 se contruye introduciendo Nf D7-branas de prueba
en el fondo curvo generado por las N D3-branas. En la tabla 1.1 detallamos las direcciones en las
que se acomodan cada uno de los objetos extendidos.
Como vemos, las branas an˜adidas ocupan las cinco direcciones del AdS, de manera que seguire-
mos teniendo una teor´ıa dual en 4d. Por otro lado, so´lamente ocupan tres de las direcciones de la
S5. A la hora de pensar en las fluctuaciones, se deben considerar los modos de las cuerdas abiertas
del tipo 3-7 (y 7-3), cuya masa estara´ asociada a la separacio´n entre las D3 y las D7. Desde el punto
de vista de la teor´ıa de campos, esto corresponde a incluir Nf hipermultipletes, preservando una
simetr´ıa N = 2 en cuatro dimensiones. Estos modos representan quarks dina´micos, y bajo ciertas
condiciones puede verse favorecida la formacio´n de mesones escalares y vectoriales. La funcio´n β de
la teor´ıa es proporcional a la relacio´n Nf/N . Para simplificar la notacio´n describimos aqu´ı el caso
Nf = 1.
Al estar inmersas en una geometr´ıa AdS5 × S5, las D7-branas no permanecera´n sin curvatura.
La forma que adquieren se obtiene minimizando la parte relevante de la accio´n DBI, en este caso
asociada simplemente a la hipersuperficie ocupada por las branas. Teniendo en cuenta adema´s la
presencia del te´rmino topolo´gico de Wess-Zumino (WZ), la accio´n tiene la forma
SD7 = −µ7
∫
d8ξ
√
−det [P [g]αβ + (2piα′)Gαβ] + µ7 (2piα
′)2
2
∫
P [A4] ∧G ∧G, (1.27)
donde las ξ con α = 1, . . . , 8 son coordenadas sobre la hoja de mundo de la brana, g es la me´trica
inducida, µ7 = [(2pi)
7gsα
′4]−1 es su tensio´n y P denota el pullback de los campos de fondo, definido
por ejemplo en el caso de la me´trica como
P [g]αβ ≡ gMN dx
M
dξα
dxN
dξβ
. (1.28)
Adema´s, G = dB esta´ asociado a los campos de gauge sobre la brana, que describen las fluctuaciones
del embedding en las direcciones paralelas a la brana, mientras que las fluctuaciones transversales
corresponden a modos escalares ϕ y χ impl´ıcitamente contenidas en los pullbacks. Si juntamos la
coordenada radial r con las de la cinco-esfera definiendo coordenadas Y i con i = 1, . . . , 6 de manera
tal que |~Y | = r y segu´n
R2
r2
dr2 +R2dΩ25 =
R2
r2
d~Y · d~Y , (1.29)
y separamos a la D7-brana de las D3-branas una distancia L > 0 en el plano (8,9) podemos
comprobar que la configuracio´n que minimiza la accio´n esta´ dada por la geometr´ıa
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ds2D7 =
ρ2 + L2
R2
(ηµνdx
µdxν) +
R2
ρ2 + L2
[
dρ2 + ρ2dΩ23
]
, (1.30)
donde hemos definido una nueva coordenada radial ρ2 ≡ r2 −L2. Vemos que la D7-brana envuelve
una S3 descripta por coordenadas esfe´ricas en el hiperplano (4,5,6,7), lo que rompe el SO(6) de la
teor´ıa original al subgrupo SO(4) ∼ SU(2)L × SU(2)R. El radio de esta tres-esfera var´ıa con ρ, y
la brana termina de manera suave en el IR al llegar a ρ = 0, es decir, r = L. Analizando el l´ımite
opuesto ρ  L vemos que recuperamos una geometr´ıa AdS5 × S3. La escala L define la masa de
los quarks mq = L/(2piα
′), de manera que en el caso L = 0 estos modos se vuelven no masivos y la
teor´ıa recupera la simetr´ıa conforme.
Espectro meso´nico
Los mesones corresponden a las fluctuaciones escalares y vectoriales que nombramos en la seccio´n
anterior. Ma´s precisamente, podemos elegir que los primeros este´n asociados a las fluctuaciones de
la D7-brana en las direcciones Y 5,6 segu´n
Y 5 = (2piα′)χ , Y 6 = L+ (2piα′)ϕ. (1.31)
De esta manera, podemos utilizar r2 = ρ2 + (L + 2piα′ϕ)2 + (2piα′χ)2 y la expansio´n matricial
gene´rica9√
det (Mαβ +mαβ) =
√
M
[
1 +
1
2
m+
(
1
8
m2 − 1
4
m ·m
)
+
(
1
48
m3 − 1
8
m(m ·m) + 1
6
m ·m ·m
)
+
(
1
384
m4 +
1
32
(m ·m)2 − 1
32
m2(m ·m) + 1
12
m(m ·m ·m)
−1
8
m ·m ·m ·m
)]
, (1.32)
con
m ≡ mαα = Mαβmαβ , m2 = (Mαβmαβ)2 , m ·m ≡ mαβmβα = MβγMαδmαβmγδ. (1.33)
para expandir la accio´n al orden cuadra´tico. Obtenemos entonces la siguiente expresio´n para el
Lagrangiano asociado a la propagacio´n de las fluctuaciones:
L2 = −µ7
√−g
[
1
2
m(2) − 1
4
m(1) ·m(1) + 1
8
(m(1))2
]
= −µ7
√−g
[
1
2
X(2) +
1
4
G˜ · G˜
]
= −µ7(2piα′)2
√−g
[
1
2
R2
ρ2 + L2
gαβ (∂αφ∂βφ+ ∂αχ∂βχ)− 1
4
GαβG
αβ
]
. (1.34)
Las ecuaciones de movimiento son de la forma
∂α
(
ρ3
ρ2 + L2
gαβ∂βΦ
)
= 0 , Φ = ϕ, χ, (1.35)
9Escribimos aqu´ı algunos te´rminos de orden superior que sera´n necesarios para el estudio de las interacciones.
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para los mesones escalares, y
∂α
(√−gGαβ)− 4ρ(ρ2 + L2)
R4
βjk∂jBk = 0 , (1.36)
para los vectoriales. Notamos que el segundo te´rmino de (1.36) proviene del te´rmino de WZ, y esta´
presente solamente cuando β corresponde a una coordenada de la S3. Puede verse que cuando el
acoplamiento de ’t Hooft es grande, la energ´ıa que une los pares quark-antiquark es muy parecida
a la suma de sus masas, de manera tal que los mesones son mucho ma´s livianos que los quarks.
La perspectiva geome´trica provee una manera muy clara de visualizar este efecto: dos cuerdas
extendidas entre las D3 y las D7 y orientadas en sentidos opuestos se unen, formando un modo 7-7
mucho ma´s liviano.
La forma exacta de las soluciones puede encontrarse en [29]. En este trabajo, estaremos intere-
sados en la forma de las soluciones normalizables en la regio´n cercana al borde conforme. Para los
modos escalares, las expresiones correspondientes esta´n dadas por
Φ(l)(xµ, z, Ω) ∼ eik·xzJ∆−2(kz)Y l(Ω) , (1.37)
con k el momento en las direcciones planas y Y l(Ω3) los armo´nicos esfe´ricos escalares sobre la S
3.
Para los modos vectoriales, en cambio, encontramos tres tipos de soluciones:
tipo I : Bµ = 0, Bρ = 0, Bi = φ
±
I (ρ) e
ik·x Y l,±1i (Ω), (1.38)
tipo II : Bµ = ζµ φII(ρ) e
ik·x Y l(Ω), k · ζ = 0, Bρ = 0, Bi = 0, (1.39)
tipo III : Bµ = 0, Bρ = φIII(ρ) e
ik·x Y l(Ω), Bi = φ˜III(ρ) eik·x ∇i.Y l(Ω). (1.40)
Y l,±1i (Ω) y ∇iY l(Ω) son los armo´nicos esfe´ricos vectoriales. La dependencia radial asinto´tica de los
modos I y III esta´ dada por
φ±1I (ρ) ∼
J∆−2(MR
2
ρ )
ρ2
, φIII(ρ) ∼
J∆−2(MR
2
ρ )
ρ2
, φ˜III(ρ) =
1
ρ∂ρ(ρ
3φIII(ρ))
l(l + 2)
. (1.41)
Los modos del tipo II tienen soluciones equivalentes a las de los vectores en AdS5 y son los u´nicos
que tienen cara´cter vectorial en la teor´ıa efectiva luego de compactificar sobre la S3. Por lo tanto,
son los que identificaremos con los mesones vectoriales.
Cap´ıtulo 2
Conceptos ba´sicos sobre DIS
El proceso o conjunto de procesos comu´nmente agrupados bajo el nombre de dispersio´n inela´sti-
ca profunda (en ingle´s deep inelastic scattering, o DIS) han sido estudiados extensamente durante
las u´ltimas de´cadas. El objetivo de los ana´lisis teo´ricos as´ı como experimentales y fenomenolo´gicos
al respecto consiste en describir la estructura interna de los hadrones, cuyas caracter´ısticas son por
definicio´n no perturbativas pues esta´n asociadas a la f´ısica en la escala del confinamiento de los
grados de libertad de color. Au´n as´ı, el ana´lisis del proceso desde la perspectiva de la teor´ıa cua´ntica
de campos permite obtener una serie de resultados ba´sicos pero importantes. En este cap´ıtulo, y
siguiendo principalmente [36], describimos la cinema´tica y la dina´mica ba´sica del DIS junto con
algunas conclusiones que son importantes para la lectura e interpretacio´n de los resultados de esta
tesis.
2.1. Cinema´tica
Como puede verse esquematizado en la figura 1, en el DIS un haz de leptones l de momento k
incide sobre un blanco hadro´nico h (generalmente protones o neutrones) de momento P y masa1
P 2 = −M2. En concreto, las masas hadro´nicas son estimativamente del orden de la escala de
confinamiento, esto es, M ∼ ΛQCD en el caso de QCD. La interaccio´n es mediada por el intercambio
de un foto´n virtual de momento q emitido por el lepto´n, que es absorbido por el hadro´n, generando
un estado final X. Por otro lado, en un contexto ma´s general que llamaremos electro-weak DIS o
EW-DIS, puede considerarse la situacio´n en la que la part´ıcula emitida es un boso´n W±. Como
veremos ma´s adelante, el hecho de que las interacciones de´biles violen paridad genera la aparicio´n
de nuevas contribuciones a la seccio´n eficaz.
En el contexto de QCD, la dispersio´n se dice ela´stica si X coincide con el hadro´n inicial,
mientras que el DIS se da cuando el foto´n virtual es lo suficientemente energe´tico como para que h
se fragmente en diferentes part´ıculas. En general, este proceso se analiza de manera inclusiva: sin
analizar el estado X y sumando sobre los posibles estados finales. Adema´s de los invariantes P 2,
q2 y la masa del lepto´n, las magnitudes asociadas a la descripcio´n de la amplitud de dispersio´n
asociada suelen expresarse en te´rminos del denominado para´metro de Bjorken x, definido segu´n
x ≡ −q
2
2P · q , 0 ≤ x ≤ 1. (2.1)
Es interesante resaltar que en el modelo de partones (en el que los hadrones se modelan en te´rminos
de sus constituyentes o quarks pensados como part´ıculas elementales libres) el para´metro de Bjorken
1Notar que trabajamos con la signatura (−,+,+,+).
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esta´ asociado a la probabilidad de encontrar un parto´n con una fraccio´n x del momento total del
hadro´n, P . Notemos que podemos considerar a la segunda desigualdad como estricta dado que
x = 1 corresponde al caso ela´stico. Puede decirse que el DIS ocurre cuando tomamos el l´ımite de
q grande manteniendo x fijo. Finalmente, a la hora de escribir la seccio´n eficaz tambie´n resulta
u´til definir y ≡ P · q/P · k (donde nuevamente tenemos 0 ≤ y ≤ 1), que parametriza la pe´rdida
de energ´ıa del lepto´n, y notar que el a´ngulo de dispersio´n θ con respecto a la direccio´n del haz
de leptones es aproximadamente proporcional a M/q, con q =
√
−q2, de manera que resulta ser
considerablemente pequen˜o. La seccio´n eficaz diferencial puede entonces escribirse como
d2σ
dx dy dφ
=
e4
16pi2q4
y lµνWµν , (2.2)
donde φ es el a´ngulo azimutal y e es la carga del electro´n (o la carga del lepto´n correspondiente en
un caso ma´s general), mientras que lµν y Wµν se conocen como tensor lepto´nico y tensor hadro´nico,
respectivamente. El primero codifica la interaccio´n electromagne´tica asociada a la emisio´n del foto´n
virtual, y por lo tanto puede definirse en el re´gimen perturbativo de la electrodina´mica cua´ntica
(pQED) sin inconvenientes:
lµν ≡
∑
s′l
〈k′, s′l|jµl (0)|k, sl〉〈k, sl|jνl (0)|k′, s′l〉
=
∑
s′l
u(k′, s′l)γ
nu(k, sl)u(k
′, s′l)γ
µu(k′, s′l),
con jµl la corriente electromagne´tica del lepto´n cargado. Definiendo los vectores de esp´ın para
part´ıculas de esp´ın 1/2 segu´n
sµ ≡ 1
2
u(k, sl)γ
µγ5u(k, sl), (2.3)
y utilizando las identidades
u(k, sl)u(k, sl) =
1
2
(/k +ml)(1 + γ
5/sl)/ml ,
∑
sl
u(k, sl)u(k, sl) = /k +ml , k
2 = m2l , (2.4)
y despreciando m2l obtenemos
lµν = lµνsym + l
µν
asym ≈ 2
(
kµk′ν + k′µkν − ηµνk · k′ − iεµνρσqρ(sl)σ
)
. (2.5)
El tensor hadro´nico contiene la informacio´n asociada a la interaccio´n entre el foto´n virtual y el
estado hadro´nico incidente, de manera que no puede ser descripto perturbativamente. Su definicio´n
formal viene dada por
Wµν ≡ i
∫
d4x eix·q〈P, S|[Jµ(x), Jν(0)]|P, S〉 = i〈P, S|[J˜µ(q), Jν(0)]|P, S〉 (2.6)
con S el vector de esp´ın del estado hadro´nico inicial, mientras que extendiendo la definicio´n a dos
estados hadro´nicos distintos y caracterizando al estado de polarizacio´n ma´s general mediante una
matriz de densidad ρh (que depende linealmente de S) tambie´n podemos escribir
Wµν(P, q, S) = Tr (ρhW
µν) . (2.7)
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Si bien en general las propiedades de los estados hadro´nicos no pueden estudiarse en detalle anal´ıti-
camente cuando el acoplamiento es fuerte, describimos a continuacio´n algunas consideraciones ba-
sadas principalmente en las simetr´ıas del problema que permiten imponer condiciones sobre Wµν
y parametrizar nuestra ignorancia de una manera ma´s pra´ctica.
Las interacciones fuertes son invariantes ante cambios en la paridad. El hecho de que los
vectores transformen segu´n v → vP ≡ (v0,−~v) y los pseudo-vectores como S no reaccionen de
la misma manera implica que Wµν sea invariante ante paridad. Definiendo convenientemente
la aplicacio´n del operador de paridad a los ı´ndices de Lorentz a trave´s de vµP ≡
(
Pˆ v
)µ
= ±vµ
con el signo positivo para µP = 0 y el negativo para µP = 1, 2, 3, podemos caracterizar esta
propiedad mediante la identidad
Wµν(P, q, S) = WµP νP (PP , qP , SP ). (2.8)
Cabe aclarar que esta propiedad deja de cumplirse en el contexto de interacciones o teor´ıas
en general que no preservan paridad, como por ejemplo en el EW-DIS.
De la misma manera, la invariancia ante inversio´n temporal (con q → qT = (q0,−~q), x →
xT = (−x0, ~x) y S → ST = (S0,−~sh)) puede expresarse en una notacio´n similar a trave´s de
Wµν(P, q, S) = WµT νT (PT , qT , ST )
∗, (2.9)
Vemos que parece la conjugacio´n en el lado derecho, como era de esperarse debido a la
antiunitariedad del operador asociado.
Por otro lado, la propiedad de hermiticidad de las corrientes y de la matriz de densidad
implica que
Wµν(P, q, S) = W νµ(P, q, S)∗, (2.10)
Adema´s, a partir de la definicio´n del tensor hadro´nico vemos que intercambiar los ı´ndices
y cambiar de signo el momento q es equivalente a intercambiar los fotones entrantes por
salientes, de manera que resulta va´lida la siguiente identidad, estrechamente relacionada con
el concepto de crossing symmetry :
Wµν(P, q, S) = −W νµ(P,−q, S). (2.11)
Finalmente, la conservacio´n de las corrientes se traduce en
qµW
µν(P, q, S) = qνW
µν(P, q, S) = 0. (2.12)
Por u´ltimo, es importante notar que Wµν so´lo puede depender linealmente de S. Esto es
particularmente claro en el lenguaje de la matriz de densidad: la u´nica dependencia aparece
a trave´s de los factores de S presentes en los elementos de matriz de ρh
Todas estas propiedades restringen la estructura hadro´nica ma´s general posible del tensor Wµν ,
construida en base a los vectores y tensores disponibles: ηµν , Pµ y qµ, junto con el pseudo-tensor de
Levi-Civita εµνρσ y el vector de esp´ın y la polarizacio´n asociados al hadro´n. Los grados de libertad
que no quedan determinados pueden codificarse en una serie de funciones escalares denominadas
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funciones de estructura que u´nicamente pueden depender de x y de q2 (o ma´s precisamente
de su relacio´n con la escala de confinamiento, que denominaremos gene´ricamente Λ). Por ejemplo,
para blancos escalares queda reducido a
Wµν = F1
(
x,
q2
Λ2
)(
ηµν − q
µqν
q2
)
+
2x
q2
F2
(
x,
q2
Λ2
)(
Pµ +
qµ
2x
)(
P ν +
qν
2x
)
. (2.13)
Sin embargo, gracias a las propiedades (2.12) y a que el lµν satisface identidades ana´logas, es posible
omitir los te´rminos proporcionales a qµ sin perder informacio´n.
A continuacio´n presentamos el tensor hadro´nico ma´s general posible para blancos de esp´ın
s = 0, s = 1/2 y s = 1, que a lo largo de este trabajo estara´n asociados a glueballs y mesones
escalares, glueballinos y hadrones fermio´nicos (bariones), y mesones vectoriales, respectivamente.
Descomponiendo segu´n las propiedades de simetr´ıa
Wµν = Wµνsym + iW
µν
asym (2.14)
y omitiendo la dependencia de las funciones de estructura obtenemos
Wµνsym|s=0 = F1 ηµν −
1
P · qF2 P
µP ν , Wµνasym|s=0 = −
1
2P · qF3 ε
µνρσqρPσ, (2.15)
para los escalares y [37]
Wµνsym|s=1/2 = Wµνsym|s=0 −
S · q
(P · q)2 (g3 + g4)P
µP ν − 1
2P · q g3 (P
µSν + SµP ν) , (2.16)
Wµνasym|s=1/2 = Wµνasym|s=0 −
1
P · q ε
µνρσqρ
[
g1S
σ + g2
(
Sσ − S · q
P · qPσ
)]
, (2.17)
para los fermiones. Notemos que las funciones F3, g3, g4 y g5 so´lo esta´n presentes si se desestima la
identidad (2.8). Finalmente, para los blancos vectoriales omitimos nuevos te´rminos asociados a la
violacio´n de paridad, e incluimos el vector de polarizacio´n ζµ, que cumple las condiciones P · ζ = 0
y ζ · ζ∗ = M2 y cuya relacio´n con S viene dada por
Sµ =
i
M2
εµνρσζνζ
∗
ρPσ. (2.18)
En este contexto so´lo aparecen nuevos te´rminos en la parte sime´trica del tensor Wµν ma´s general,
que en este caso se escribe convencionalmente de la siguiente manera [38]:
Wµνsym|s=1 = Wµνsym|s=0 +Wµνsym|s=1/2
+b1r
µν − 1
6
b2(s
µν + tµν + uµν)− 1
2
b3(s
µν − uµν)− 1
2
b4(s
µν − tµν), (2.19)
donde
rµν ≡ 1
(P · q)2
(
q · ζ∗q · ζ − 1
3
(P · q)2κ˜
)
ηµν
sµν ≡ 2
(P · q)3
(
q · ζ∗q · ζ − 1
3
(P · q)2κ˜
)
PµPν
tµν ≡ 1
2(P · q)2
(
q · ζ∗Pµζν + q · ζ∗Pνζµ + q · ζPµζ∗ν + q · ζPνζ∗µ −
4
3
(P · q)PµPν
)
uµν ≡ 1
P · q
(
ζ∗µζν + ζ
∗
νζµ −
2
3
M2ηµν − 2
3
PµPν
)
con κ˜ = 1− 4x2P 2/q2 ≈ 1 en el re´gimen que nos interesa.
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2.2. Modelo de partones y relaciones de Callan-Gross
Los estados hadro´nicos como los bariones o los distintos mesones son objetos que surgen debido
al feno´meno de confinamiento. Si bien no se sabe co´mo decribirlos anal´ıticamente y desde primeros
principios, existen algunos modelos efectivos que resultan ser muy u´tiles. El ejemplo que conside-
raremos en esta seccio´n es el modelo de partones, propuesto por Feynman en 1969 para estudiar
procesos de dispersio´n altamente energe´ticos, y basado en el concepto de libertad asinto´tica.
La idea es simple: consiste en pensar en los hadrones como formados por objetos puntuales
(partones) que se comportan en los choques aproximadamente como si fuesen libres (adema´s de
estar on-shell). Si esta aproximacio´n es va´lida, permite calcular la amplitud de dispersio´n como
una suma de amplitudes en las que el hadro´n entrante es reemplazado por quarks o gluones libres.
De esta manera, las funciones de estructura se reinterpretan en base a funciones de distribucio´n
de los distintos tipos de partones que puedan llevar alguna fraccio´n del momento y la energ´ıa del
hadro´n total.
A primer orden en la teor´ıa de perturbaciones, tendra´ lugar una u´nica interaccio´n entre algu´n
parto´n y el foto´n virtual de momento q. Supongamos que consideramos un parto´n con una fraccio´n
del momento total ξP , con 0 < ξ < 1. En ese caso, la amplitud incluira´ un factor de la forma
δ
[
(ξP + q − pX)2
]
δ(4)(ξP + q − pX) ≈ 1
2P · q δ (ξ − x) δ
(4)(ξP + q − pX) (2.20)
asociado por un lado a la conservacio´n del momento total y por otro a que el parton esta´ en un
estado on-shell. En el u´ltimo paso hemos supuesto que la dispersio´n entre el parto´n y el foto´n
virtual es ela´stico, de manera que la masa del parto´n saliente es despreciable, tal como lo era la
del entrante. De esta manera, podemos interpretar al para´metro de Bjorken x como la fraccio´n de
momento que lleva el parto´n que participa de la interaccio´n. Ma´s au´n, considerando la interaccio´n
con un parto´n libre de carga Q y adaptando el ana´lisis cinema´tico que realizamos anteriormente,
puede verse que las funciones de estructura resultantes (promediando el esp´ın del blanco) son de la
forma
F1(x) =
Q2
2
δ(ξ − x) , F2(x) = Q2ξδ(ξ − x). (2.21)
Ahora bien, para dar un ejemplo, consideremos un proto´n formado por distintos quarks y
antiquarks de manera tal que q+(ξ), q−(ξ), q+(ξ) y q−(ξ) son las probabilidades de encontrar un
parto´n del tipo adecuado (con la carga positiva o negativa indicada por el ±) con una fraccio´n de
momento x. En este contexto, y considerando (2.21), las funciones de estructura totales consistira´n
en una suma sobre los distintos partones con sus respectivas cargas, mientras que las funciones de
distribucio´n quedara´n evaluadas en x. Si hubie´semos considerado blancos polarizados, aparecer´ıa
por ejemplo la funcio´n g1 en te´rminos de q+(x)−q−(x) y un te´rmino ana´logo para las antipart´ıculas.
Una de las consecuencias esenciales de este ana´lisis es la denominada relacio´n de Callan-Gross:
F2(x) = 2xF1(x). (2.22)
Esta relacio´n sera´ va´lida siempre que consideremos hadrones compuestos exclusivamente por part´ıcu-
las de esp´ın 1/2. Por lo tanto, las posibles desviaciones permitira´n extraer conclusiones sobre la
estructura interna de los hadrones en QCD o de sus ana´logos en otros modelos.
2.3. Secciones eficaces de dispersio´n
Esta tesis consiste en el desarrollo y la descripcio´n de los me´todos y resultados que se obtienen
a la hora de estudiar el DIS desde un punto de vista hologra´fico, y los objetos de intere´s son
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concretamente las funciones de estructura. Una vez obtenida la descomposicio´n del tensor hadro´nico
ma´s general (hasta esp´ın 1), es conveniente rescribir la seccio´n en te´rminos es dichas variables y
analizar las diferentes posibilidades en te´rminos de polarizaciones para poder hacer contacto con la
fenomenolog´ıa [7, 36].
Elegimos un sistema de referencia en el que el momento del lepto´n incidente pueda escribirse
como kµ = (E, 0, 0, E). Reemplazando en (2.2) por ejemplo para las contribuciones asociadas a F1
y F2 obtenemos
2
d2σ
dx dy dφ
|F1,F2 =
e4
16pi2q4
y lµνsymW
sym
µν |F1,F2 =
e4ME
4pi2q4
[
xy2F1 + (1− y)F2
]
, (2.23)
mientras que a partir de g1 y g2 (y para el DIS electromagne´tico) surge
d2σ
dx dy dφ
|g1,g2 =
e4
16pi2q4
ylµνsymW
sym
µν |g1,g2 (2.24)
=
e4ME
4pi2q4
{
y2
[
2x
S · sl
P · q +
(q · S)(q · sl)
(P · q)2
]
g1+
2xy2
[
S · sl
P · q −
(q · S)(q · sl)
(P · q)2
]
g2
}
.
La contribucio´n de los te´rminos exclusivamente vectoriales es ma´s extensa debido a que necesi-
tamos calcular las contracciones
lµνsymrµν ; l
µν
symsµν ; l
µν
symtµν ; l
µν
symuµν .
Para simplificar la notacio´n, definimos un producto interno 〈·, ·〉 dado por
〈k1k2〉 ≡ 3
2
(k1 · ζ∗)(k2 · ζ) + c.c.
(P · q)2 , (2.25)
donde c.c. indica la conjucacio´n compleja. Este producto es bilineal y sime´trico. Obtenemos entonces
lµνsymrµν = [2(k
µk′ν + kνk′µ)− 2ηµνk · k′] 1
(P · q)2
(
q · ζ∗ q · ζ − 1
3
(P · q)2
)
ηµν
= −4
3
(k · k′) [〈qq〉 − 1]
=
4
3
MExy [〈qq〉 − 1] , (2.26)
lµνsymsµν = [2(k
µk′ν + kνk′µ)− 2ηµνk · k′] 2
(P · q)3
(
q · ζ∗ q · ζ − 1
3
(P · q)2
)
PµPν
=
4
3
[
2(P · k)(P · k′)
(P · q) −
P 2(k · k′)
(P · q)
]
[〈qq〉 − 1]
= −8
3
ME [〈qq〉 − 1]
[
1
y
− 1 + x2yt
]
, (2.27)
2Estos resultados son va´lidos en la aproximacio´n κ˜ ≈ 1.
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lµνsymtµν = [2(k
µk′ν + kνk′µ)− 2ηµνk · k′] 1
2(P · q)2 ×[
− 4
3
(P · q)PµPν +
(
(q · ζ∗)(Pµζν + Pνζµ) + c.c.
)]
=
−1
〈qq〉 − 1 l
µν
symsµν +
4
3
〈qk′〉(k · P ) + 4
3
〈qk〉(k′ · P )
=
4
3
ME
[
2
(
1
y
− 1 + x2yt
)
− 〈qk′〉 − 〈qk〉(1− y)
]
, (2.28)
y
lµνsymuµν = [2(k
µk′ν + kνk′µ)− 2ηµνk · k′] 1
(P · q)
[
(ζ∗µζν + ζ
∗
νζµ)−
2
3
M2ηµν − 2
3
PµPν
]
=
[
4
3
〈kk′〉(P · q)− 2M
2(k · k′)
(P · q)
]
− 2M
2
(P · q)[〈qq〉 − 1] l
µν
symrµν −
1
〈qq〉 − 1 l
µν
symsµν
=
8
3
ME
[
−y〈kk′〉+
(
1
y
− 1
)
+ 2x2yt
]
, (2.29)
de donde obtenemos una contribucio´n de la forma
MEe4
12pi2q4
{
b1xy
2[〈qq〉 − 1] + 1
6
[
(2− 3y)〈qq〉+ y(2− 3y)〈qk〉+ 2y2〈kk〉 − 6(1− y)] b2
+
[
(1− y) 〈qq〉 − y2〈kk〉+ y2〈qk〉] b3 + 1
2
[(2− y) 〈qq〉+ y(−2 + y)〈qk〉] b4 +O
(
P 2
q2
)}
.
Ahora, en el l´ımite
√
P 2/q2  1 podemos relacionar las expresiones 〈qq〉, 〈qk〉, y 〈kk〉, ya que resulta
va´lida la identidad q
µ
q0
= k
µ
E . Luego, en el sistema en el que el hadro´n esta´ en reposo tenemos
qµqν
M2(q0)2
=
1
2(q
µkν + kµqν)
M2q0E
=
kµkν
M2E2
,
2
qµqν
(P · q)2 ζµζ
∗
ν =
(qµkν + kµqν)
(P · q)(P · k) ζµζ
∗
ν = 2
kµkν
(P · k)2 ζµζ
∗
ν ,
3
2
(q · ζ∗)(q · ζ) + c.c.
(P · q)2 =
(P · q)
(P · k)
3
2
(q · ζ∗)(k · ζ) + c.c.
(P · q)2 =
(P · q)2
(P · k)2
3
2
(k · ζ∗)(k · ζ) + c.c.
(P · q)2 ,
y por ende
〈qq〉 = y〈qk〉 = y2〈kk〉 .
Por lo tanto, en este re´gimen la parte de la seccio´n eficaz diferencial asociada a las funciones de
estructura bi con i = 1, 2, 3, 4 se reduce a
d2σ
dx dy dφ
|bi =
e4
16pi2q4
y lµνsymW
sym
µν |bi ≈
MEe4
223pi2q4
(〈qq〉 − 1) [b1xy2 + b2(1− y)] . (2.30)
Notemos que las contribuciones asociadas a b3 y b4 resultan subdominantes en este re´gimen a pesar
de que dichas funciones de estructura no sean necesariamente despreciables.
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Polarizaciones del blanco hadro´nico
En este apartado calculamos el factor adimensional
〈qq〉 = 3
2
(q · ζ∗)(q · ζ) + c.c.
(P · q)2 = 3
qµqν
(P · q)2 ζµζ
∗
ν , (2.31)
para diferentes polarizaciones del hadro´n incidente con el objetivo de obtener las secciones eficaces
diferenciales de los casos particulares de DIS que son relevantes experimental y fenomenolo´gicamente
hablando: el caso no polarizado, el caso de polarizacio´n longitudinal y el caso de polarizacio´n
transversal. Tambie´n analizamos el caso de las polarizaciones parciales. En todos los casos el eje
longitudinal (zˆ) se define a partir de la componente espacial del momento k del lepto´n, es decir la
direccio´n del haz lepto´nico.
Blancos no polarizados
Para describir hadrones no polarizados es necesario sumar sobre todas las posibles polarizacio-
nes, obtenie´ndose
ζµζ∗ν =
1
3
(ηµνM
2 + PµPν) . (2.32)
Por lo tanto,
〈qq〉unpol = 〈qq〉 = 1
(P · q)2 [M
2q2 + (P · q)2] = 1− 4x2t = κ ' 1 , (2.33)
de manera que obtenemos una contribucio´n nula para las funciones de estructura bi, como era de
esperarse [38]. En particular, para leptones polarizados longitudinalmente tenemos sl = Hlk with
Hl = ±1, donde el signo esta´ asociado a helicidades positivas y negativas, respectivamente. En este
caso concluimos que
dσ
dx dy dφ
=
MEe4
4pi2q4
{
xy2F1 + (1− y)F2
}
.
Blancos polarizados longitudinalmente
Ahora, consideramos el caso en que los hadrones esta´n polarizados paralelamente al haz lepto´nico
incidente. En consecuencia, podemos tomar
ζL =
M√
2
(0, 1, iHh, 0) → sσ = HhMzˆ , (2.34)
donde Hh = 1 (Hh = −1) indica que polarizacio´n paralela (antiparalela) a la del lepto´n. Se deducen
entonces las siguientes expresiones:
(q · ζL) = −ME
′sinθ√
2
eiHhφ ,
(q · ζ∗L)(q · ζL) =
M2E′2sin2θ
2
=
q2M2
2
[(1− y) + tx2y2] ,
〈qq〉LP = 3
2
1
(P · q)2M
2E′2sin2θ = −6x2t[(1− y) + tx2y2] ' 0 , (2.35)
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En este caso el factor 〈qq〉 − 1 solamente aporta un signo. En particular, para un haz de leptones
longitudinalmente polarizados obtenemos
dσ
dx dy dφ
=
MEe4
4pi2q4
{
xy2
[
F1 − 1
3
b1
]
+ (1− y)
[
F2 − 1
3
b2
]
−HlHh(2− y)yxg1 +O(t)
}
.
(2.36)
Blancos polarizados transversalmente
Dado que el sistema que estamos considerando tiene simetr´ıa azimutal, podemos elegir cualquier
polarizacio´n hadro´nica en el plano (xˆ, yˆ) sin pe´rdida de generalidad. Aqu´ı elegimos el eje xˆ, lo que
equivale a tomar
ζT =
M√
2
(0, 0, 1, iHh) → sσ = HhMxˆ ; Hh = ±1 . (2.37)
En este caso,
(q · ζT ) = M
2
√
2
[√
(1− y)
−t − x
2y2 sinφ+ iHh
(
− 1
2xt
+ x y
)]
' M
2
√
2
[√
(1− y)
−t sinφ−
iHh
2xt
]
,
(q · ζ∗T )(q · ζT ) =
M4
2t2
[
1
4x2
− t(1− y)sin2φ
]
,
〈qq〉TP = 3
2
1
(P · q)2
M4
t2
[
1
4x2
− t(1− y)sin2φ
]
= 6x2
[
1
4x2
− t(1− y)sin2φ
]
' 3
2
, (2.38)
por lo que 〈qq〉 − 1 ≈ 12 . En particular, para un haz de leptones longitudinalmente polarizados
obtenemos
dσ
dx dy dφ
=
MEe4
4pi2q4
{
xy2
[
F1 +
1
6
b1
]
+ (1− y)
[
F2 +
1
6
b2
]
+HlHh2x
2
√−t
√
1− y(yg1 + 2g2) cosφ
}
. (2.39)
Blancos parcialmente polarizados
Los te´rminos asociados a las funciones de estructura bi en la ecuacio´n (2.30) y en particular el
factor 〈qq〉 − 1 se pueden escribir de manera ma´s general:
e4
16pi2q4
y lµνsymW
Sb
µν =
MEe4
2
√
3pi2q4
Tr(ρ · λ8)
[
b1xy
2 + b2(1− y)
]
+O (√−t) . (2.40)
donde λ8 =
1√
3
diag(1, 1,−2) y ρ es la matriz de densidad de esp´ın 1 que incluye la posibilidad de
considerar una produccio´n estad´ıstica para los blancos. Notemos que
Tr(ρ · λ8) = 1
2
√
3
[〈S2x〉+ 〈S2y〉 − 2〈S2z 〉+ 3〈Sz〉] . (2.41)
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Las situaciones que describirmos en las secciones anteriores surgen como casos particulares. En
efecto, con las mismas convenciones tenemos ρunpol = (1/3) diag(1, 1, 1) y
ρpLP =
1
2
 H2L 0 00 2(1−H2L) 0
0 0 H2L
 ; ρpTP = 1
4
 2−H2T 0 −2 + 3H2T0 2H2T 0
−2 + 3H2T 0 2−H2T
 (2.42)
donde HL y HT corresponden a las fracciones longitudinal y transversalmente polarizadas, respec-
tivamente. En este contexto, H2 = 1 representa el caso totalmente polarizado mientras que H2 = 23
decribe al hadro´n no polarizado. Identificamos entonces
〈qq〉pLP = −3
(
2
3
−H2L
)
〈qq〉LP + 3
(
1−H2L
) 〈qq〉unpol , (2.43)
〈qq〉pTP = −3
(
2
3
−H2T
)
〈qq〉TP + 3
(
1−H2T
) 〈qq〉unpol , (2.44)
donde el sub´ındice p indica polarizacio´n parcial. Por lo tanto, las secciones eficaces diferenciales
correspondientes pueden escribirse
e4
16pi2q4
y lµνsymW
Sb
µν =
MEe4
22pi2q4
(
2
3
−H2L
) [
b1xy
2 + b2(1− y)
]
+O (√−t) , (2.45)
para polarizacio´n longitudinal parcial, y
e4
16pi2q4
y lµνsymW
Sb
µν =
MEe4
23pi2q4
(
H2T −
2
3
) [
b1xy
2 + b2(1− y)
]
+O (√−t) , (2.46)
para polarizacio´n transversal parcial.
Estas expresiones conducen a los resultados finales, que generalizan las expresiones obtenidas
anteriormente:
dσ
dx dy dφ
=
MEe4
4pi2q4
{
xy2
[
F1 +
(
2
3
−H2L
)
b1
]
+ (1− y)
[
F2 +
(
2
3
−H2L
)
b2
]
−HlHh(2− y)yxg1} , (2.47)
y
dσ
dx dy dφ
=
MEe4
4pi2q4
{
xy2
[
F1 −
(
1
3
− 1
2
H2T
)
b1
]
+ (1− y)
[
F2 −
(
1
3
− 1
2
H2T
)
b2
]
+HlHh2x
2
√−t
√
1− y(yg1 + 2g2) cosφ
}
. (2.48)
Hemos considerado haces de leptones longitudinalmente polarizados en ambos casos. Adema´s, vale
la pena resaltar que si suponemos que se satisfacen exactamente las relaciones de Callan-Gross
F2(x) = 2xF1(x) y b2(x) = 2xb1(x) recuperamos los resultados de [38].
2.4. Relacio´n con la dispersio´n de Compton
En la teor´ıa cua´ntica de campos interactuante, la denominada matriz S describe la amplitud de
dispersio´n entre un estado inicial |i〉 y un estado final |f〉, ambos asinto´ticamente libres. En general,
esta matriz se descompone separando la identidad, asociada a la preservacio´n del estado inicial,
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a trave´s de S = 1 + iT , de manera que el elemento de matriz de T entre dos estados asinto´ticos
distintos |i〉 y |f〉 viene dado por
〈i|T |f〉 = (2pi)4δ(4)
(∑
m∈i
km −
∑
m∈i
pm
)
M (km → pm) (2.49)
donde hemos separado la delta de Dirac asociada a la conservacio´n de momento de la amplitud
de probabilidad de dispersio´n, M, que no tiene por que´ ser real, pero a partir de cuyo mo´dulo
cuadrado permite construir la seccio´n eficaz diferencial. Ahora bien, como podemos pensar en la
matriz S como un operador de evolucio´n temporal asociado al Hamiltoniano (incluyendo la parte
de interaccio´n), que tiene que ser hermı´tico, es necesario se trate de una matriz unitaria, es decir
que cumpla S†S = 1. Por lo tanto, obtenemos la identidad matricial
− i
(
T − T †
)
= T †T, (2.50)
y luego evaluando el elemento de matriz entre dos estados, insertando una identidad o suma de
estados entre las dos matrices del lado derecho, y suponiendo que Mi→f = M∗f→i vemos que en
te´rminos de las probabilidades de transicio´n tenemos esquema´ticamente
2Im [Mi→f ] =
∑
k
Mi→kM∗f→k(2pi)4(i− k) =
∑
k
|Mi→k|2(2pi)4(i− k), (2.51)
donde la u´ltima igualdad vale solamente si el estado inicial y el final coinciden3.
En QFT pertutbativa, la matriz S viene definida por las reglas de Feynman. Dado un proceso
en particular, puede pensarse en M(s) como funcio´n de variable de Mandelstam s asociada al
cuadrado de la energ´ıa en el sistema CM (que es un invariante de Lorentz). En el caso del DIS
tendremos s = −(P + q)2. Cuando la energ´ıa no es suficiente como para crear una part´ıcula nueva
en el proceso, la funcio´n es anal´ıtica, y luego puede extenderse anal´ıticamente a (casi) todo el
plano complejo. Si la condicio´n anterior puede caracterizarse mediante s < s0 para alguna escala
s0, vemos que aparece un corte o branch cut en la extensio´n para el eje real a partir de s > s0.
Entonces, la discontinuidad en el corte viene dada por
Disc [M(s)] = 2iIm [M(s+ i)] . (2.52)
Las discontinuidades o partes imaginarias aparecen en los diagramas de Feynman exclusivamente
cuando alguno o varios de los propagadores internos pasan a estar on-shell, y en te´rminos concretos
se pueden calcular simplemente reemplazando dichos propagadores gene´ricamente por las deltas de
Dirac asociadas a dicha condicio´n. Por ejemplo para el de una part´ıcula interna escalar de masa m
y momento p tenemos
1
p2 −m2 + i → −2pii δ(p
2 −m2). (2.53)
De esta manera, tenemos un conjunto de reglas muy simple para calcular la parte imaginaria de
un dado diagrama, conocido como reglas de Cutkosky:
1. Cortamos el diagrama de todas las formas posibles en las que todos los propagadores afectados
pueden estar on-shell simulta´neamente.
2. Reemplazamos todos estos propagadores segu´n (2.53) en el ca´lculo de la amplitud.
3Este caso se conoce como forward scattering.
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3. Sumamos todas las contribuciones.
Este procedimiento resulta va´lido a todo orden en teor´ıa de perturbaciones y permite demostrar la
validez del teorema o´ptico en ese contexto.
En este trabajo nos interesa en particular la relacio´n que establece el teorema o´ptico entre el DIS
y otro proceso, denominado forward Compton scattering (FCS), que es el que podremos describir
hologra´ficamente. En el FCS, por ejemplo, se estudia el proceso γ+h→ γ+h (donde γ representa
un foto´n y h un hadro´n) segu´n el esquema de la figura 7.
Figura 7: Esquema del proceso de FCS.
Como puede verse en dicha figura, el estado inicial es ide´ntico a la parte del DIS a partir de
la cual definimos el tensor hadro´nico Wµν . Como los estados salientes del DIS tienen que estar
on-shell, la relacio´n entre ambos procesos viene dada por el teorema o´ptico y puede pensarse
esquema´ticamente como se indica en la figura 8.
Figura 8: Relacio´n esquema´tica entre el DIS y el FCS a partir del teorema o´ptico.
En efecto, la seccio´n eficaz del FCS puede calcularse a partir de un nuevo tensor denominado
Tµν cuyos elementos de matriz son muy similares a los de (2.6):
Tµν ≡ i
∫
d4x eix·q〈P, h|T (Jµ(x)Jν(0)) |P, h〉, (2.54)
donde el conmutador de las corrientes se ve reemplazado por el producto temporalmente ordenado.
Analizando la cinema´tica y las simetr´ıas ana´logamente al caso del tensor hadro´nico, podemos
obtener una descomposicio´n tensorial del Tµν ide´ntica, en la cual los grados de libertad quedan
codificados en unas nuevas funciones de estructura que llamaremos F˜i, g˜i y b˜i. Concretamente, la
relacio´n entre estas funciones de estructura y las del tensor Wµν es la siguiente:
Fi(x, q
2) = 2pi Im
[
F˜i(x, q
2)
]
, (2.55)
y ana´logamente para las funciones gi y bi. Cabe aclarar que la parte imaginaria que aparece en
la ecuacio´n (2.55) puede pensarse en consonancia con lo que dijimos anteriormente a partir de la
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extensio´n anal´ıtica de las funciones en te´rminos de la variable ω = 1/x y sus discontinuidades en
los semiejes reales asociados a la regio´n f´ısicamente relevante 1 < |ω| <∞.
Teniendo en cuenta las reglas de Cutkovsky aplicadas al caso del FCS, podemos obtener una ex-
presio´n para la parte imaginaria del tensor asociado que sera´ u´til ma´s adelante. En efecto, pensando
en los cortes como en la insercio´n de una identidad en el espacio de estados on-shell y concentra´ndo-
nos de momento en el caso de los estados de una part´ıcula que llamaremos X, la identidad (2.51)
reescrita en te´rminos de Tµν resulta ser
Im (Tµν) = pi
∑
X,PX
〈P, h|Jν(0)|X,PX〉〈X,PX |J˜µ(q)|P, h〉 (2.56)
= 2pi2
∑
X
δ(M2X + (P + q)
2)〈P, h|Jν(0)|X,P + q〉〈X,P + q|Jµ(0)|P, h〉,
donde la sumatoria del primer renglo´n indica una integral sobre todos los posibles momentos inter-
medios PX y posibles estados on-shell X, cada uno con su respectiva masa MX . La relacio´n entre
los elementos de matriz viene dada por
〈X,PX |J˜µ(q)|P, h〉 = (2pi)4δ(4)(PX − (P + q))〈X,P + q|Jµ(0)|P, h〉. (2.57)
Para ser precisos, este tipo de expresiones son las que obtendremos mediante la utilizacio´n de los
me´todos hologra´ficos. De hecho, nuestro estudio de correcciones en la expansio´n 1/N nos llevara´ a
considerar estados intermedios de dos part´ıculas, cuyos momentos llamaremos p′ y q′. En ese caso,
un ana´lisis similar al anterior lleva a
Im (Tµν) = pi
∑
X1,p′,X2,q′
〈P, h|Jν(0)|X1, X2〉〈X1, X2|J˜µ(q)|P, h〉 (2.58)
= pi
∑
X1,X2
∫
d3p′
2Ep′(2pi)3
∫
d3q′
2Eq′(2pi)3
〈P, h|Jν(0)|X1, X2〉〈X1, X2|J˜µ(q)|P, h〉
= 4pi3
∑
X1,X2
∫
d4q′
(2pi)4
δ(M21 + q
′2)δ(M22 + (P + q − q′)2)|〈P, h|Jµ(0)|P, h〉|2,
donde la expresio´n cuadra´tica del final no es ma´s que un abuso de notacio´n.
Existen otras ventajas asociadas a estas relacio´n entre el DIS y el FCS ma´s alla´ del uso concreto
que le daremos en el contexto de esta tesis y con el objetivo de implementar un estudio hologra´fico
del primero de estos procesos. Esto es porque la dispersio´n de Compton suele analizarse en te´rminos
de las denominadas amplitudes de helicidad, en las que se eligen condiciones de helicidad bien
definidas para los estados iniciales y finales. Existen algunas condiciones que estas amplitudes
deben satisfacer, como por ejemplo que si tomamos γh + hH → γh′ + hH′ , que denominaremos
A(h,H, h′, H ′), la conservacio´n del momento angular implica que las amplitudes no nulas debera´n
cumplir h+H = h′ +H ′. Es por esto que no son todas independientes. Por ejemplo, para el caso
de blacos de esp´ın 1/2 (y sin violacio´n de paridad) so´lo hay cuatro amplitudes independientes, que
permiten darle un significado f´ısico a ciertas combinaciones de las funciones de estructura:
A(+, ↑,+, ↑) = F˜1 − g˜1 , A(+, ↓,+, ↓) = F˜1 + g˜1, (2.59)
A(0, ↑, 0, ↑) = F˜2
2xF˜1
, A(+, ↓, 0, ↑) = 2
√
2
P
Q
(g˜1 + g˜2).
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Finalmente, para poder interpretar nuestros resultados para blancos dados por mesones vectoriales,
tambie´n escribimos las fo´rmulas ana´logas considerando las definiciones de [38], donde a3 ≡ b2/3−b3
y a4 ≡ b2/3− b4:
A++,++ = F1 − (1− 4x
2t)b1
3
− xt
3
a3 − g1 − 4x2tg2
' F1 − b1
3
− g1 , (2.60)
A+0,+0 = F1 +
2(1− 4x2t)b1
3
+
2xt
3
a3
' F1 + 2b1
3
, (2.61)
A+0,0+ =
√−t [2x(g1 + g2) + a3
2
+
(1− 4x2t)a4
4
]
' √−t [2x(g1 + g2) + a3
2
+
a4
4
]
, (2.62)
A+−,+− = F1 − (1− 4x
2t)b1
3
− xt
3
a3 + g1 + 4x
2tg2
' F1 − b1
3
+ g1 , (2.63)
A+−,00 =
√−t [2x(g1 + g2)− a3
2
− (1− 4x
2t)a4
4
]
' √−t [2x(g1 + g2)− a3
2
− a4
4
]
, (2.64)
A+−,−+ = −2xta3 ' 0 , (2.65)
A0+,0+ = −F1 + (1− 4x
2t)F2
2x
+
(1− 4x2t)b1
3
− (3− 12x
2t+ 16x4t2)b2
18x
+
4(−2x2t)b3
3x
+
2xt
3
(1− 4x2t)b4
' −F1 + F2
2x
+
b1
3
− b2
6x
, (2.66)
A00,00 = −F1 + (1− 4x
2t)F2
2x
− 2(1− 4x
2t)b1
3
+
(3− 12x2t+ 16x4t2)b2
9x
−8(−2x
2t)b3
3x
− 4xt
3
(1− 4x2t)b4
' −F1 + F2
2x
− 2b1
3
+
b2
3x
. (2.67)
Notemos que la segunda l´ınea en cada una de estas expresiones corresponde siempre al l´ımite
|t|  1.
2.5. Expansio´n en producto de operadores de W
El tensor Tµν asociado al FCS esta´ definido en (2.54) en te´rminos de los elementos de matriz
del producto temporalmente ordenado de dos corrientes. Dada la transformada de Fourier J˜m(q) =∫
d4x eiq·xJµ(x), vemos que en el re´gimen de q → ∞ los puntos de aplicacio´n de ambas corrientes
resultan ser muy cercanos. Tiene sentido entonces plantear una expansio´n en producto de operadores
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(OPE) [2, 36]. De manera gene´rica, basa´ndonos en la invariancia de Lorentz y considerando por el
momento blancos sin esp´ın (o en casos ma´s generales promediando el esp´ın), tenemos
T
(
J˜m(q)
)
≈
∑
n=0,2,4,...;j
Oρ1...ρnn,j
qρ3...ρn
qn+δn,j
(
Λ2
q2
) 1
2
γn,j
×[
C
(1)
n,jqρ1qρ2(q
2gµν − qµqν) + C(2)n,j(q2gµρ1 − qµqρ1)(q2gνρ2 − qνqρ2)
]
(2.68)
donde tambie´n hemos tenido en cuenta que nos interesan los elementos de matriz diagonales. En
(2.68), n indica el esp´ın del operador, mientras que el ı´ndice j numera los distintos operadores
de esp´ın n. Adema´s, la dimensio´n de escaleo cla´sica viene dada por δn,j mientras que γn,j es la
denominada dimensio´n ano´mala, que permite incorporar las correcciones cua´nticas. Los coeficientes
adimensionales C
(i)
n,j pueden ser determinados en el contexto perturbativo calculando la suficiente
cantidad de valores de expectacio´n entre estados de quarks y gluones libres. Por otro lado, suelen
definirse dos cantidades importantes en este contexto a partir de estos para´metros: la dimensio´n
total ∆n,j ≡ δn,j +γn,j y el twist τn,j ≡ ∆n,j −n. Notemos que los elementos de matriz so´lo pueden
depender de Pµ y de la masa M , o equivalentemente, de la escala de confinamiento Λ. Por ana´lisis
dimensional tienen que ser de la forma
〈P, h|Oρ1...ρnn,j |P, h〉 = An,j(−2)n
P ρ1 . . . P ρn
Λn+2−δn,j
+ · · · (2.69)
para algu´n conjunto de coeficientes nume´ricos An,j (y donde el (−2)n ha sido extra´ıdo por con-
veniencia). Los puntos suspensivos representan a los denominados te´rminos de traza, en los que
alguna cantidad de pares de factores PαP β son reemplazados por gαβP 2, y la aparicio´n de la masa
hadro´nica indica que en lo que sigue podemos despreciarlos. Por lo tanto, al insertar este resul-
tado en (2.68), contraer con los factores de qµ y recordar la definicio´n del para´metro de Bjorken
x = −q2/2P · q obtenemos expresiones de la forma
〈P, h|Oρ1...ρnn,j |P, h〉
qρ3...ρn
qn+δn,j
(
Λ2
q2
) 1
2
γn,j
= An,j
(
1
x
)n−2(Λ2
q2
) 1
2
τn,j−2
P ρ1P ρ2 . (2.70)
Antes de continuar ya podemos extraer dos concluciones importantes. La primera es que la expan-
sio´n en serie que estamos analizando so´lo tiene validez en la regio´n 1 < x < ∞, que se encuentra
fuera del rango f´ısico del DIS. Esto era de esperarse dado que estamos analizando el FCS: para
obtener el resultado f´ısico es necesario realizar una continuacio´n anal´ıtica en el plano ω = 1/x y de-
formar el contorno de integracio´n, de la misma manera que para obtener las funciones de estructura
del tensor hadro´nico Wµν a partir de las del tensor Tµν . La segunda es que, como q2  Λ2 el OPE
estara´ dominado por los operadores que cla´sicamente tienen menor twist. En QCD, por ejemplo,
los objetos fundamentales son los campos asociados a los quarks y a los gluones y las derivadas
covariantes. Por lo tanto, cobran particular relevancia los de twist τ = 2 que son los del menor twist
posible: esta´n construidos a partir de dos operadores de quarks o dos curvaturas gluo´nicas, junto
con cualquier nu´mero de derivadas covariantes (sin contraer). En concreto, (2.68) se transforma en
Tµν ≈ i
∑
npar,j
An,j
1
xn
(
Λ2
q2
) 1
2
τn,j−1
× (2.71)
[
C
(1)
n,j
(
gµν − qµqν
q2
)
+ C
(2)
n,j
4x2
q2
(
Pµ +
qµ
2x
)(
Pν +
qν
2x
)]
,
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de manera que emerge la estructura de (2.13).
El resultado que acabamos de enunciar contiene la ma´xima informacio´n que podemos obtener a
partir del OPE sin especificar el re´gimen en el que estamos trabajando: las conclusiones un tanto ma´s
profundas que pueden obtenerse no sera´n las mismas si la teor´ıa esta´ de´bil o fuertemente acoplada.
En el caso (libre) de acoplamiento nulo, por ejemplo, el twist de los operadores exclusivamente en
las dimensiones de escaleo cla´sicas δn,j , y en el contexto de una teor´ıa que contenga u´nicamente
campos en la representacio´n adjunta del grupo de gauge como N = 4 SYM esto implica que (2.72)
estara´ dominado por los que tengan una u´nica traza: los u´nicos que pueden tener τn,j = 2. Cuando
se enciende el acoplamiento, aparecen dimensiones ano´malas γn,j . En los casos como QCD o una
teor´ıa N = 4 SYM deformada en la escala de confinamiento IR Λ, es decir, en el contexto de
teor´ıas con libertad asinto´tica en escalas UV, esta dimensio´n ano´mala permanece pequen˜a para
q → ∞ y valores razonables del nu´mero de colores N , de manera que la descripcio´n anterior se
mantiene. Sin embargo, cuando nos movemos hacia una situacio´n en la que N →∞ y la constante
de ’t Hooft λ = g2YMN se hace grande, las dimensiones ano´malas de los operadores que esta´bamos
analizando crecen. En este contexto, es razonable esperar que el OPE pase a estar dominado por
los denominados operadores protegidos, cuya dimensio´n ano´mala permanece pequen˜a por alguna
razo´n de simetr´ıa. Para N = 4 SYM, e´stos resultan ser operadores de doble traza, e incluyen por
ejemplo al tensor de energ´ıa-momento y a las corrientes conservadas. Diremos que estos operadores
protegidos tienen twists τp. Cualitativamente hablando, puede decirse que hay una transicio´n cerca
de λ ∼ 1 que separa los dos comportamientos que acabamos de describir.
Antes de completar esta seccio´n, resta analizar un aspecto relevante en el re´gimen de N grande:
el conteo de potencias de 1/N . Si los operadores esta´n normalizados de manera tal que la creacio´n
de hadrones se da al orden N0. Si llamamos O(P) a los operadores de un dado twist construidos a
partir de algu´n operador protegido P que dominan en acoplamiento fuerte, tenemos que distinguir
dos casos:
An,p ≡ 〈P, h|O(P)|P, h〉 ∼ N0 si 〈P, h|O(P)|0〉 6= 0,
〈P, h|O(P)|P, h〉 ∼ N−2 si An,p ≡ 〈P, h|O(P)|0〉 = 0,
donde la diferencia en la potencia de N proviene del hecho de que en el segundo caso el diagrama
de Feyman dominante es conexo, mientras que en el primero resultan ser ma´s relevantes ciertos
diagramas con sectores disconexos. En pocas palabras, en el primer caso estamos considerando
un operador que pueden crear hadrones. Pensando en la notacio´n de doble ı´ndice de ’t Hooft, esto
genera estructuras de trazas de color distintas. En el l´ımite estricto N →∞ la creacio´n de hadrones
en el proceso esta´ estrictamente prohibida, pero en los casos un tanto ma´s realistas en que N es
grande pero finito, debemos considerar esta posibilidad pues en principio permite la aparicio´n de
operadores en la expansio´n que podr´ıan tener un twist ma´s pequen˜o que los dema´s.
Definiendo los momentos de las funciones de estructura F1 y F2 (cuya relevancia fenomenolo´gica
analizaremos ma´s adelante) segu´n
M (s)n (q
2) ≡
∫ 1
0
dxxn−1(2x)1−sFs(x, q2), (2.72)
con s = 1, 2, podemos resumir todos los resultados de esta seccio´n en la siguiente expresio´n
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M (s)n (q
2) ≈ 1
4
∑
j
C
(s)
n,jAn,j
(
Λ2
q2
) 1
2
τn,j−1
+
1
4
∑
Qp=Q
C(s)n,pAn,p
(
Λ2
q2
)τp−1
(2.73)
+
1
4N2
∑
Qp 6=Q
C(s)n,pan,p
(
Λ2
q2
)τp−1
.
En conclusio´n, los tres te´rminos que aparecen en (2.73) dominan el proceso de DIS (siempre con
Λ2  q2) en algu´n re´gimen:
El primero es el ma´s relevante para acoplamiento de´bil, y representa la contribucio´n de los
operadores con una so´la traza.
El segundo domina en el l´ımite de acoplamiento fuerte con un nu´mero de colores infinito en el
que la creacio´n hadro´nica esta´ suprimida, y representa la contribucio´n de operadores de doble
traza protegidos. Si los etiquetamos en base a su carga Q la carga asociada a la corriente Jµ,
estos operadores cumplen en general que τQ ∼ Q.
El tercero domina cuando el acoplamiento es grande y el nu´mero de colores es grande pero
finito. La contribucio´n ma´s relevante vendra´ dada por el operador de menor twist de la teor´ıa,
que llamaremos τc.
La transicio´n entre el dominio del segundo y el tercer te´rmino se da aproximadamente cuando
q2 ∼ Λ2N2/(τQ−τc). Esto quiere decir que si bien esta´ suprimido por un factor de 1/N2 con respecto
a los dema´s, este te´rmino sera´ especialmente importante en el l´ımite que llamaremos de altas
energ´ıas q →∞.
Como veremos ma´s adelante, el ana´lisis hologra´fico permite describir desde primeros principios
toda la estructura que aparece en el re´gimen de acoplamiento fuerte.
2.6. La regio´n de Regge
En el proceso de DIS que estamos considerando, la energ´ıa en el sistema centro de masa (CM)
viene dada por
s ≡ −(P + q)2 = M2 − q2 − 2P · q ≈ q2
(
1
x
− 1
)
, (2.74)
es decir el invariante de Mandelstam asociado al canal-s. En esta seccio´n analizamos ma´s detalla-
damente la regio´n parame´trica en la que el para´metro de Bjorken es muy chico. Como vemos en
(2.74), esto es equivalente a considerar la regio´n en la que la energ´ıa del CM es muy grande.
En el lenguaje parto´nico, cuando las interacciones son fuertemente acopladas se esperar´ıa que
los partones se vayan separando en una cantidad cada vez mayor de part´ıculas con fracciones de
la energ´ıa y del momento del hadro´n cada vez menores. Si bien esta imagen esquema´tica no es
confiable en el re´gimen que estamos estudiando, da una buena idea esquema´tica de por que´ las
funciones de estructura desarrollan un pico en la regio´n x→ 0. En el contexto de QCD, esta regio´n
parame´trica se denomina regio´n Regge, y este comportamiento suele explicarse en base al intercam-
bio de un Pomero´n, un objeto compuesto por una trayectoria de estados tipo glueball con espines
cada vez mayores, cuya existencia ha sido conjeturado repetidas veces y en distintos contextos. No
es nuestro objetivo abarcar los detalles del ca´lculo perturbativo, que pueden encontrarse en [39].
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A continuacio´n simplemente destacamos algunas de sus principales consecuencias, con los que ma´s
adelante compararemos los resultados hologra´ficos.
El ana´lisis de las propiedades anal´ıticas de las amplitudes de dispersio´n de cuatro puntos permite
anticipar que la misma crecera´ como sα0 con s, donde α0 toma un valor entre 1 y 2 y se denomina
pendiente de Regge (a veces tambie´n se la nota αR). Los diferentes estados que componen al
Pomeron forman una trayectoria aproximadamente lineal en el espacio de fases formado por los
cuadrados de las masas y los esp´ınes, y α0 representa a la pendiente de esta recta. En te´rminos
efectivos, tanto la interaccio´n como la amplitud puede pensarse como mostramos en la figura 9. Este
Figura 9: A la izquierda, presentamos representamos de manera efectiva la descripcio´n de una dispersio´n
de cuatro puntos en la teor´ıa de Regge. A la derecha, damos la forma aproximada que toma la amplitud
correspondiente. Los factores γij contienen la informacio´n de los estados externos, y t es el invariante de
Mandelstam asociado al intercambio que se da en la figura.
tipo de resultados se enmarcan en lo que se conoce como la teor´ıa de Regge. Aplicado al proceso
de DIS, esto implica que las funciones de estructura deben comportarse como x−α0 .
No siempre es sencillo reproducir los comportamientos predichos por la teor´ıa de Regge a partir
del tratamiento perturbativo de las teor´ıas de campos. En el contexto de QCD, la principal herra-
mienta se conoce como formalismo BFKL [40-43]. Esta te´cnica se basa en resumar los diagramas
tipo escalera a partir de una recursio´n esquematizada en la figura 10. En el caso del DIS tenemos
Figura 10: Representacio´n esquema´tica de la recursio´n en la que se basa el formalismo BFKL.
t = 0, y la ecuacio´n recusiva se vuelve simplemente una ecuacio´n de difusio´n. En consecuencia, la
amplitud puede escribirse de la siguiente manera:
A ∼
∫
dp⊥
p⊥
∫
dp′⊥
p′⊥
Pac(p⊥)Pbd(p′⊥)K(s, p⊥, p′⊥), (2.75)
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En (2.75), p⊥ es el momento transverso intercambiado en la dispersio´n, los Pab se denominan factores
de impacto y contienen la informacio´n de los estados externos, y K se conoce como el kernel BFKL.
Para N grande y λ = 4piαsN = g
2
YMN pequen˜o este kernel toma la forma
K(s, p⊥, p′⊥) ≈
sj0√
4piD log s
exp
[ −1
4D log s
(log p⊥/p′⊥)
2
]
, (2.76)
con j0 = 1 +
log 2
pi2
λ y D = 7ζ(3)
8pi2
λ. La presencia del K expresado en (2.76) indica que en la dispersio´n
que estamos considerando se produce un feno´meno difusivo en el momento transverso.
Como veremos ma´s adelante, en el re´gimen en el que la constante de acoplamiento de ’t Hooft
se vuelve grande, estos comportamientos pueden ser explicados en detalle desde el punto de vista
hologra´fico. En este contexto, el Pomeron esta´ relacionado con un modo particular asociado a
las perturbaciones de la me´trica y, como es de esperarse debido a su relacio´n con los gravitones,
establecida en el diccionario hologra´fico, el tensor de energ´ıa-momento de la teor´ıa juega un papel
preponderante en esta descripcio´n.
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Parte II
DIS para blancos escalares: el modelo
ma´s simple y sus complicaciones
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Cap´ıtulo 3
Descripcio´n hologra´fica del proceso
En la parte I presentamos una descripcio´n resumida de la dualidad entre teor´ıas de gauge
y teor´ıas de campos, as´ı como del proceso de dispersio´n de altas energ´ıas conocido como DIS.
El objetivo de esta tesis consiste en aprovechar al ma´ximo la dualidad AdS/CFT para extraer
informacio´n sobre la estructura interna de los hadrones y la f´ısica del confinamiento mediante
la descripcio´n hologra´fica del DIS. El me´todo que describimos a continuacio´n para lograrlo fue
presentado inicialmente por Polchinski y Strassler en [2] para el caso de blancos escalares y de esp´ın
1/2 (promediando sobre las polarizaciones), aunque luego fue extendido a casos ma´s generales. Los
resultados que pueden obtenerse utilizando este me´todo sera´n va´lidos en el re´gimen de λ grande y
N →∞, aunque nos adentraremos un tanto en las correcciones no planares.
El procedimiento consiste en considerar la descripcio´n del DIS basada en su relacio´n con el
FCS y utilizar la dualidad AdS/CFT y ma´s precisamente el Ansatz de Witten para calcular los
elementos de matriz relevantes: valores de expectacio´n de una y dos corrientes electromagne´ticas
Jµ evaluados entre distintos estados hadro´nicos.
Consideremos una teor´ıa de campos gene´rica en la que la simetr´ıa conforme este´ rota aproxi-
madamente en una escala IR Λ, de manera tal que dicha simetr´ıa se recupere asinto´ticamente en el
UV. La teor´ıa gravitatoria dual tendra´ entonces alguna geometr´ıa que en el infrarojo dependera´ del
mecanismo de ruptura empleado, pero tal que para distancias radiales mucho mayores a r0 = ΛR
2
se vera´ aproximadamente como AdS5 ×W
ds2 =
r2
R2
ηµνdx
µdxν +
R2
r2
dr2 +R2ds2W =
R2
z2
(
ηµνdx
µdxν + dz2
)
+R2ds2W , (3.1)
con W alguna variedad de Einstein compacta de cinco dimensiones, y donde en la u´ltima igualdad
hemos escrito el intervalo en te´rminos de la variable z = R2/r. Recordemos que en te´rminos de
la constantes que definen las teor´ıas de cuerdas y de campos involucradas el radio es tal que
R4/α′2 = 4piλ, donde α′ = l2s , con ls la longitud de las cuerdas fundamentales (el u´nico para´metro
libre de la teor´ıa) y λ es la constante de ’t Hooft. Ahora bien, la escala caracter´ıstica de nuestro
proceso es rint = qR
2, por lo que el hecho de estudiar el re´gimen de altas energ´ıas en el que q2  Λ2
indica que, al menos en una primera aproximacio´n, podemos concentrarnos en la regio´n asinto´tica
(3.1). Igualmente, en la seccio´n siguiente analizaremos ma´s detalladamente un ejemplo espec´ıfico:
el modelo hard-wall. Aqu´ı y en adelante utilizaremos las convenciones descriptas en el ape´ndice A.
Ahora bien, no estamos trabajando en el contexto del Modelo Esta´ndar, que describe las inter-
acciones fundamentales entre las part´ıculas de la naturaleza, sino considerando una deformacio´n
de N = 4 SYM, y por lo tanto necesitamos definir a que´ nos referimos cuando hablamos de la
corriente ele´ctrica. El contenido de campos de la teor´ıa esta´ descripto en el ape´ndice B. Podemos
pensar que para simular el electromagnetismo gaugeamos un subgrupo U(1) ⊂ SU(4), agregando
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un nuevo campo de gauge. Entre los quince generadores del a´lgebra de Lie correspondiente TA con
A = 1, . . . , 15 existen tres que son diagonales, comu´nmente denominados T 3, T 8 y T 15. Resulta
convencional [44, 45] elegir a T 3 = diag(1/2,−1/2, 0, 0) como generador de la simetr´ıa electro-
magne´tica 1, ante el cual los fermiones tienen cargas ±1/2 y dos de los escalares tienen carga 1/2.
Asimismo, la corriente conservada esta´ dada por
JµEM = J
µ
3 =
1
2
λ†1σµλ1 − λ†2σµλ2 + ∑
p=3,4
X†1p
(
−i−→Dµ + i←−Dµ
)
X1p
 , (3.2)
donde en todos los te´rminos estamos sumando sobre los ı´ndices de color de manera impl´ıcita,
mientras que Dµ representa a la derivada covariante tanto con respecto a SU(N) como con respecto
al U(1) extra. A partir de esta corriente tenemos un Lagrangiano de interaccio´n Lint ≡ eAµJµ3 , con
Aµ el campo de gauge que hemos agregado y e la carga ele´ctrica. Ma´s au´n, para reproducir el DIS
en su totalidad podemos incluso agregar un lepto´n l con masa m cargado ante este U(1) pero sin
otras interacciones con los campos de la teor´ıa original. En resumen, trabajaremos con
L = LN=4 SYM + Lint − 1
4
FµνF
µν − l ( /D +m) l. (3.3)
El diccionario hologra´fico indica que las fuentes de las corrientes conservadas en la teor´ıa de
campos que vive en el borde del espacio asinto´ticamente AdS esta´n asociadas a vectores de algu´n
campo de gauge Am, con un ı´ndice m = 0, . . . , 4 asociado a las coordenadas en AdS5. Estas
coordenadas esta´n definidas de manera tal que para m = µ coinciden con las del borde. El vector
Am no es otra cosa que el boso´n de gauge asociado a alguna simetr´ıa interna (una isometr´ıa de W )
que haya sido gaugeada. Ma´s precisamente au´n, notemos que nuestro objetivo es que la perturbacio´n
sea tal que pueda llegar hasta el borde del espacio AdS, situado a una distancia infinita de cualquier
punto del interior o bulk, por lo que es necesario excitar un modo no-normalizable del campo Am.
Dependiendo del modelo en particular la reduccio´n dimensional de Kaluza-Klein (KK) sera´ distinta,
pero el boso´n no-masivo Am siempre proviene en parte de una perturbacio´n de la forma
δgma ∼ A(mKa), (3.4)
donde Ka es el vector de Killing asociado a la isometr´ıa gaugeada. Las ecuaciones de movimiento
correspondientes a las componentes de Am son las de Einstein-Maxwell en AdS5, y junto con la
condicio´n de contorno impuesta por considerar una insercio´n n · J˜(q) vienen dadas por
∇mFmn = 0 , Aµ(x, r →∞) = A(4d)µ (x) = nµeiq·x , Ar(x, r →∞) = 0, (3.5)
con ∇ la derivada covariante en AdS, nµ algu´n vector de polarizacio´n y Fmn = ∂mAn − ∂nAm.
Ana´logamente, si los estados hadro´nicos on-shell |P, h〉 son creados por un operador Oh,P , en
la descripcio´n hologra´fica estara´n relacionados con modos normalizables del campo que en el borde
funcione como fuente para dicho operador, y que llamaremos gene´ricamente Φh. Existira´ entonces
2
algu´n te´rmino de interaccio´n entre Am y Φ en la accio´n del bulk, y lo denominaremos SAΦΦ. En ese
caso, el Ansatz de Witten implica la identificacio´n
〈Oh(i)|J˜µ(q)|Oh(f)〉 ≡ δ
δAµ(x, r →∞)
(
SAΦΦ
[
Am(x, z), Φi(x, z), Φ
?
f (x, z)
]) |Aµ(x,r→∞)=0, (3.6)
1Presentamos un ana´lisis detallado en el ape´ndice A. Por otro lado, volveremos sobre este tema en el cap´ıtulo 4.
2Notemos que dada la relacio´n entre Am y el gravito´n este te´rmino de interaccio´n tiene que existir, y se puede
obtener en parte expandiendo el te´rmino cine´tico de Φ a partir de (3.4).
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con la accio´n de interaccio´n evaluada en las correspondientes soluciones on-shell. Cabe resaltar
que una identificacio´n ana´loga sera´ va´lida para la funcio´n de dos corrientes y una interaccio´n
(fundamental o efectiva) SAAΦΦ.
En resumen, el ca´lculo hologra´fico de las funciones temporalmente ordenadas de una y dos
corrientes entre estados hadro´nicos asociadas al tensor Tµν corresponde a considerar un proceso
ana´logo al FCS en la teor´ıa dual. En efecto, podemos pensar que un perturbacio´n no-normalizable
del foto´n Am se propaga desde el borde hacia el interior de AdS5 e interactu´a con una perturbacio´n
normalizable asociada al estado hadro´nico correspondiente. En la figura 11 ilustramos esta idea con
uno de los procesos posibles en el interior de AdS, que de hecho sera´ relevante a lo largo de este
cap´ıtulo.
Figura 11: Descripcio´n esquema´tica del proceso de DIS en la teor´ıa definida en el borde de AdS5 y su dual
hologra´fico. El proceso en el borde es el DIS (FCS) de la teor´ıa de campos, del que participan el lepto´n l,
los fotones virtuales y los hadrones inicial, intermedio y final, cuyos momentos esta´n dados por Pi, PX y
Pf , respectivamente. Las inserciones de las corrientes generan una perturbacio´n de los campos de gauge del
interior de AdS, que interactu´an con modos del campo Φ que representan a los hadrones duales cerca del
radio de interaccio´n rint = qR
2.
La que acabamos de describir es simplemente una visio´n esquema´tica, pero un ana´lisis ma´s
detallado de la amplitud asociada a este proceso de dispersio´n en el bulk llevara´ a conclusiones ma´s
complejas tanto en el re´gimen de x λ−1/2 como al considerar las correcciones en la expansio´n en
serie de potencias de 1/N2. En particular, es importante resaltar que tomando de manera estricta
el l´ımite N →∞ generamos una simplificacio´n dra´stica la teor´ıa gravitatoria: como hemos visto en
la introduccio´n, so´lamente nos permite estudiar el re´gimen cla´sico. En efecto, en el l´ımite de bajas
energ´ıas de la teor´ıa de cuerdas so´lamente sobreviven los grados de libertad de la supergravedad, y
la accio´n efectiva en cinco dimensiones es esquema´ticamente de la forma
S5d =
1
2κ25
∫
d5x
√−g
[
R− 1
2
(∂φ)2 + · · ·
]
, (3.7)
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donde R es el escalar de Ricci, φ es algu´n campo escalar, por ejemplo el dilato´n, y los puntos suspen-
sivos incluyen a todos los dema´s campos. El punto importante es que la constante de acoplamiento
κ5 es tal que κ−25 ∝ N2 (y este es el u´nico lugar en el que el aparece para´metro N). Ahora bien, en
la expresio´n (3.7) vemos que para obtener un campo escalar cano´nicamente normalizado es nece-
sario redefinirlo segu´n φ→ φ˜ = Nφ. De hecho, sera´ necesario realizar una redefinicio´n similar para
cada uno de los campos de la teor´ıa. En consecuencia, los te´rminos de interaccio´n cu´bicos quedara´n
suprimidos por un factor 1/N , los cua´rticos sera´n proporcionales a 1/N2, y as´ı sucesivamente. De
esta manera, vemos que el l´ımite N →∞ suprime una gran cantidad de diagramas, restrigiendo el
ana´lisis a procesos con la menor cantidad posible de ve´rtices. En particular, se eliminan todos los
diagramas con loops, asociados a las correcciones cua´nticas. Volveremos sobre esto ma´s adelante y
con un mayor grado de detalle.
3.1. El modelo hard-wall como caso testigo y el ejemplo del glue-
ball
En esta seccio´n realizamos expl´ıcitamente los ca´lculos descriptos gene´ricamente en la seccio´n
anterior en el caso del modelo hologra´fico denominado hard-wall. Sabemos que una teor´ıa en la que
la simetr´ıa conforme esta´ rota en una escala Λ tendra´ un dual hologra´fico cuya me´trica asinto´tica
sera´ de la forma (3.1), pero en la que la geometr´ıa se vera´ deformada en las cercan´ıas de r0,
y la idea del modelo que estamos considerando consiste en suponer la deformacio´n ma´s simple
posible: el espacio-tiempo se termina en r = r0, mientras que la me´trica de AdS5 ×W es va´lida
para r0 ≤ r < ∞. Adema´s, consideramos que el espacio interno es una 5-esfera, y denominamos
gene´ricamente Ω al conjunto de a´ngulos θ1, . . . , θ5 con los que la parametrizamos. De esta manera,
se maximizan las coincidencias con los ca´lculos que suelen aparecer en el contexto de N = 4
SYM sin deformaciones. Cabe aclarar que, como era de esperarse dado la manera abrupta en que
impusimos el cutoff radial, esta geometr´ıa no es una solucio´n exacta3 de la supergravedad tipo
IIB. Sin embargo, ha mostrado a lo largo de los an˜os ser un modelo efectivo que captura gran
parte de la f´ısica relevante. Por otro lado, y si bien elegimos este modelo para poder realizar ma´s
simplemente los ca´lculos, es importante notar que gran parte de los resultados de este cap´ıtulo
son mucho ma´s generales. Esto es porque dependen casi exclusivamente de los comportamientos
asinto´ticos pues por ahora nos concentramos en el re´gimen de supergravedad 1  λ  N y en el
l´ımite N →∞. Para poder continuar necesitamos dos ingredientes: las soluciones de las ecuaciones
de movimiento para los modos relevantes de campos vectoriales y hadrones duales, por un lado, y
las correspondientes acciones de interaccio´n, por el otro.
El campo Am sera´ en este caso el boso´n de gauge asociado a un subgrupo U(1) del grupo de
isometr´ıas de la esfera, asociado a la simetr´ıa-R del lado de la teor´ıa de campos. Como dijimos,
convencionalmente suele considerarse el boso´n asociado al generador T 3 para evitar las anomal´ıas.
En te´rminos de la coordenada z y trabajando en el gauge axial en el que Az = 0 y eligiendo
una componente de Fourier Aµ(x, z) = e
iq·xA(q)µ (z) basada en la condicio´n de contorno (3.5), las
ecuaciones de Maxwell-Einstein para el boso´n de gauge resultan ser
iq · ∂zA(q) = 0 , ∂2zA(q)µ −
1
z
∂zA
(q)
µ − q2A(q)µ + q ·A(q) qµ = 0 , (3.8)
donde la contraccio´n simboliza v · w = ηµνvµwν . La primera ecuacio´n implica que q · A(q) es una
3En las soluciones reales, la deformacio´n cerca de la escala r0 viene en general acompan˜ada por un perfil dilato´nico
no trivial, y el espacio ya no puede considerarse como AdS5 en la regio´n IR. Un ejemplo de este feno´meno ser´ıa el
modelo denominado soft-wall [46], aunque existen otros.
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constante en te´rminos de z. Para los modos normalizables, sabemos que Aµ(z → 0) → 0, lo que
implica que q · A = 0 en todo el rango, con lo que puede eliminarse este te´rmino en la segunda
ecuacio´n. Sin embargo, si queremos describir una excitacio´n que viene desde el borde la condicio´n
de contorno impide esta simplificacio´n. Tenemos entonces que
Aµ(z → 0)→ nµeiq·x ⇒ q ·Aq|z=0 = q · n eiq·x = const. . (3.9)
Por lo tanto, el la solucio´n no normalizable toma la forma
Aµ(x, z) =
[
cµqzK1(qz) +
(n · q)qµ
q2
]
eiq·x , cµ = nµ − (q · n)qµ
q2
. (3.10)
Donde Kν refiere a las funciones de Bessel modificadas de segunda especie. A modo de comparacio´n,
vale la pena decir que en el trabajo original [2] los autores utilizan la coordenada r y un gauge
similar al gauge Lorentz, de manera que obtienen
Aµ(x, z) = nµe
iq·x qR2
r
K1
(
qR2
r
)
, Ar(x, z) = i(n · q)eiq·xR
4
r3
K0
(
qR2
r
)
. (3.11)
En el ape´ndice C mostramos que ambas expresiones llevan a los mismos resultados para las funciones
de estructura. Para esto, notamos que dada la estructura tensorial de Wµν podemos trabajar
suponiendo sin pe´rdida de generalidad que la polarizacio´n de foto´n es transversal, esto es, n ·
q = 0 (y por lo tanto Ar = 0). Por otro lado, notemos que las funciones de Bessel Kν decaen
exponencialmente al adentrarse en el interior de AdS5, y como q es muy grande este decaimiento
es extremadamente ra´pido, por lo que la interaccio´n que nos interesa debera´ tener lugar cerca del
borde, ma´s precisamente alrededor de la escala caracter´ıstica rint.
Con respecto a los hadrones, vamos a utilizar el caso de los blancos escalares como ejemplo
simplificado en gran parte de esta tesis. Ma´s espec´ıficamente, consideraremos los estados de glueballs
en la teor´ıa de campos, que en el dual gravitatorio esta´n asociados a las fluctuaciones del dilato´n
en diez dimensiones. Las ecuaciones de movimiento son similares a las que consideramos en la
introduccio´n para campos escalares en espacios AdS, aunque en este caso hay que tener en cuenta
la dependencia en las coordenadas internas. Por lo tanto, tenemos un campo escalar Φ = Φ(x, z,Ω)
que debe cumplir la ecuacio´n de Klein-Gordon no masiva AdS5×S5Φ = 0. Ahora bien, los espacios
producto como AdS5 × S5 son tales que su laplaciano se separa en la suma de laplacianos de 5
dimensiones: AdS5×S5 = AdS5 +S5 . Por lo tanto, proponemos una separacio´n de variables
Φ(x, z,Ω) = φ∆(x, z)Y∆(Ω) = φ
(P )
∆ (z) e
iP ·xY∆(Ω), (3.12)
donde los armo´nicos esfe´ricos Y∆(Ω) de la S
5 satisfacen
S5Y∆(Ω) = −
1
R2
∆(∆− 4)Y∆(Ω). (3.13)
Aqu´ı hemos identificado al momento en 4 dimensiones con la variable Pµ del DIS. Adema´s, como
vimos en la introduccio´n, el para´metro ∆ esta´ relacionado con el ı´ndice k, que indica la represen-
tacio´n de SU(4) a la que pertenece el armo´nico esfe´rico, segu´n ∆ = k+ 4 (con k ≥ 0). La ecuacio´n
de autovalores de este armo´nico esfe´rico indica que en te´rminos de la teor´ıa en cinco dimensiones
el campo4 φ(x, z) adquiere una masa de KK debido a la reduccio´n dimensional, es decir que su
ecuacio´n de movimiento es de la forma
4En adelante omitimos los sub´ındices ∆ y supra´ındices (P ) para no recargar demasiado la notacio´n.
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(
AdS5 −m2KK
)
φ(x, z) = 0 , m2KK(∆) ≡
1
R2
∆(∆− 4). (3.14)
Pasando al espacio de momentos en las direcciones planas, obtenemos entonces una ecuacio´n de la
forma [
z2∂2z − 3z∂z + z2P 2 −∆(∆− 4)
]
φ(z) = 0, (3.15)
cuyas soluciones normalizables (es decir que se anulan en el borde) son de la forma
φ(z) ∼ z2J∆−2(Pz), (3.16)
con Jν(x) una funcio´n de Bessel de primera especie. Estas funciones no son otra cosa que el ana´logo
de las ondas planas para la geometr´ıa de curvatura constante negativa.
Todav´ıa debemos establecer las condiciones de contorno en el interior. En el contexto de nuestro
espacio AdS trunco, las fluctuaciones que estamos analizando pueden pensarse simplemente como
modos normales en una caja de potencial, por lo que pedimos que la solucio´n se anule en z = z0.
Como suele suceder en meca´nica cua´ntica, esto implica que los momentos deben estar cuantizados.
En este caso deben estarlo de manera tal que el producto Pz0 constituya un cero de la correspon-
diente funcio´n de Bessel. Esto representa un aspecto f´ısico que quer´ıamos obtener: para grandes
valores de su argumento, las funciones de Bessel pueden aproximarse por una potencia multiplicada
por un coseno (con alguna fase que por ahora es irrelevante), lo que quiere decir que en el interior
y lejos del borde los ceros pueden aproximarse por mu´ltiplos de pi/2. Por lo tanto, vemos que los
momentos P pueden tomar valores cercanos a los mu´ltiplos de z−10 = Λ, que no es otra cosa que la
escala de confinamiento de la teor´ıa del borde. En secciones ma´s avanzadas nos referiremos a esta
escala P del hadro´n hologra´fico como mAdS. En contraste, no hay una restriccio´n semejante para
q.
Finalmente, debemos indicar la manera en que estos estados esta´n normalizados5. Para esto,
basta considerar el Lagrangiano a orden cuadra´tico e imponer la normalizacio´n cano´nica, que en el
espacio de posicio´n de nuestro modelo en diez dimensiones no es otra cosa que la condicio´n[
Φ(~x, z,Ω), ΠΦ(~x
′, z′, Ω′)
]
= i δ(3)(~x− ~x′) δ(z − z′) δ(5)(Ω −Ω′), (3.17)
a tiempos iguales. Ahora bien, para relacionarlo con nuestra solucio´n debemos, por un lado, tener
en cuenta que el espacio es curvo, por lo que podemos rescribir esta expresio´n como[
Φ(~x, z,Ω), Φ˙(~x′, z′, Ω′)
]
= i
−g00√−g δ
(3)(~x− ~x′) δ(z − z′) δ(5)(Ω −Ω′), (3.18)
y por otro, que estamos trabajando en el espacio de momentos para las coordenadas x, es decir que
el campo Φ puede escribirse en te´rminos de los modos de momento definido segu´n
Φ =
∑
∆
∫
d3p
(2pi)3
1
2E
[
a∆(p)
(
eip·xφ(z)Y∆(Ω)
)
+ c.c.
]
(3.19)
con operadores de creacio´n y destruccio´n tambie´n cano´nicamente normalizados. Reemplazando en
(3.18) y teniendo en cuenta que para nosotros g00 = −R2/z2 y √−g = R5/z5 × √gS5 y el hecho
de que tomamos convencionalmente los armo´nicos esfe´ricos ortonormalizados a en una 5-esfera
unitaria, obtenemos entonces
5Ver el ape´ndice de [3].
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∫ z0
0
dz
R8
z3
|φ(z)|2 = 1. (3.20)
Por lo tanto, la solucio´n exacta y debidamente normalizada es
φ(z) =
√
2
z0R4|J∆−1(Pz0)|z
2J∆−2(Pz). (3.21)
3.2. El proceso de dispersio´n dual: cinema´tica
En esta seccio´n analizamos los aspectos cinema´ticos que definen el proceso de dispersio´n que
podemos pensar que se da en el bulk. En la introduccio´n vimos que en el contexto de cuatro
dimensiones los invariantes que definen el proceso vienen dados por
q2 y s = −(P + q)2 ≈ q2
(
1
x
− 1
)
, (3.22)
siempre en el re´gimen q  P ∼ Λ. Esta condicio´n tiene consecuencias importantes para la dispersio´n
en el bulk que pueden verse a partir de la forma funcional de las soluciones y el comportamiento
de la me´trica.
Por un lado, la funcio´n de onda asociada al foto´n dual6 tiende a un valor finito en el borde pero
desaparece ra´pidamente (exponencialmente, de hecho) en el interior, es decir para z > 0, con una
escala de decaimiento determinada por el valor de q. Por lo tanto, la interaccio´n so´lo puede ocurrir
aproximadamente en
zint ∼ 1
q
 1
Λ
= z0, (3.23)
es decir muy cerca del borde. Por otro lado, la solucio´n asociada al hadro´n decae como una potencia
al acercarse al borde. Estos comportamientos pueden observarse en la figura 12.
Figura 12: Comportamiento de las soluciones involucradas en el proceso que se desarrolla en el interior de
AdS y es dual al FCS. El campo de gauge y el campo escalar se grafican con q = 5, P = 1 y ∆ = 2 (en
unidades naturales).
Queda claro que la regio´n de solapamiento es muy pequen˜a. So´lo la cola de la funcio´n de onda
del hadro´n vive en esta regio´n, donde (dado que P ∼ Λ) podemos aproximar
φi(x, z) ≈ eiP ·x ci
ΛR4
(
z
z0
)∆
, z ∼ zint  z0, (3.24)
6En adelante dejaremos de aclarar cua´l es el dual, pues esto se entiende por el contexto.
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para el hadro´n incidente φi, con ci una constante nume´rica adimensional.
En estas condiciones, la variable de Mandelstam en el espacio curvo s˜ ≡ s10d satisface
s˜ = −gMN (P + q)M (P + q)N ≤ −gµν(P + q)µ(P + q)ν (3.25)
. z
2
int
R2
q2
(
1
x
− 1
)
=
1
α′
√
λ
(
1
x
− 1
)
,
donde hemos denominado esquema´ticamente PM y qM a los momentos en diez dimensiones: sus
componentes en las direcciones planas coinciden con los de cuatro dimensiones, mientras que en
este ca´lculo las componentes radiales y angulares son operadores diferenciales. Los autovalores de
las partes radial y angular de s˜ pueden ser despreciados en este re´gimen. La condicio´n (3.25) es
importante, pues como estamos trabajando en el re´gimen de acoplamiento fuerte y a nivel a´rbol,
1√
λ
 x < 1 ⇒ s˜ 1
α′
, (3.26)
es decir que para valores moderados de x no pueden producirse estados excitados de cuerdas en el
canal intermedio y por lo tanto podemos trabajar en la aproximacio´n de supergravedad. A lo largo
de esta tesis llamaremos a esta regio´n parame´trica ”x grande”, en contraposicio´n con el re´gimen de
”x pequen˜o”, donde sera´ necesario considerar la teor´ıa de cuerdas propiamente dicha.
3.3. El re´gimen de λ−1/2  x < 1
Habiendo analizado las soluciones y las caracter´ısticas cinema´ticas del proceso dual al DIS,
estamos ya en condiciones de realizar el primer ca´lculo propiamente dicho: vamos a utilizar la
dualidad AdS/CFT para calcular los elementos de matriz del tensor hadro´nico Wµν asociado al
DIS en la teor´ıa del borde. Ma´s precisamente, estaremos considerando blancos escalares en el l´ımite
en el que la teor´ıa tiene un nu´mero de colores N infinito y en el re´gimen de acoplamiento fuerte
λ  1 (manteniendo λ  N). Recordemos que dichos elementos de matriz fueron definidos en
la introduccio´n en (2.6), y que a partir de ellos se puede calcular la seccio´n eficaz diferencial del
proceso y obtener las funciones de estructura, que permiten describir las caracter´ısticas de nuestro
blanco hadro´nico. Recordemos tambie´n que el teorema o´ptico relaciona al tensor hadro´nico con la
parte imaginaria de otro tensor Tµν asociado al correspondiente FCS7, que tambie´n definimos en
la introduccio´n en (2.57) (y recordamos aqu´ı para facilitar la lectura) segu´n
nµn
∗
νIm (T
µν) = pi
∑
X,PX
〈P, h|n · J(0)|X,PX〉〈X,PX |n∗ · J˜(q)|P, h〉 (3.27)
= 2pi2
∑
X
δ(M2X + (P + q)
2)〈P |n · J(0)|X,P + q〉〈X,P + q|n∗ · J˜(q)|P 〉.
Podemos darnos una idea intuitiva con respecto a este ca´lculo. En efecto, sabemos que en el
re´gimen del DIS la amplitud de dispersio´n en el bulk esta´ dominada por la contribucio´n asociada
al diagrama del denominado canal s, que puede verse representado esquema´ticamente en la figura
13.
Por lo tanto, (3.28) representa simplemente la parte imaginaria de dicha amplitud. El teorema
o´ptico en el bulk indica que para esto simplemente debemos considerar el intercambio de modos
7En realidad, siempre que nos referimos al proceso de DIS dual o en el bulk deber´ıamos hablar ma´s precisamente
del FCS dual.
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Figura 13: Diagrama del proceso dominante para el DIS en el re´gimen en que es va´lida la aproximacio´n de
supergravedad. Un modo escalar es intercambiado en el canal s. El corte en el propagador indica que este
debe ser considerado on-shell a la hora de calcular la parte imaginaria de la amplitud. La palabra boundary,
del ingle´s, indica el borde de AdS.
on-shell. Vemos entonces que la utilidad de la dualidad radica simplemente en permitirnos usar el
Ansatz de Witten para calcular las funciones de un punto de la corriente Jµ entre estados hadro´nicos
que aparecen en esta u´ltima fo´rmula. Pensando en te´rminos de la parte imaginaria de la amplitud
o simplemente utilizando la prescripcio´n (3.6), sabemos que esto corresponde a evaluar on-shell la
accio´n de interaccio´n de interaccio´n SAΦΦ insertando las soluciones que obtuvimos en las secciones
anteriores.
Hay distintas maneras de llegar a la accio´n de interaccio´n que nos interesa. La ma´s simple
consiste en partir del te´rmino cine´tico del dilato´n en diez dimensiones y realizar el reemplazo8 (3.4).
Tomando la convencio´n en que los campos esta´n cano´nicamente normalzados en 10d, obtenemos
entonces
SAΦΦ = 2
∫
d10x
√−gA(mKa)∂mΦ∗∂aΦ. (3.28)
Ahora bien, podemos suponer sin pe´rdida de generalidad que el hadro´n incidente Φi se encuentra
en un autoestado de carga, es decir que cumple ecuacio´n de autovalores
Ka∂aΦi = iQΦi. (3.29)
Lo que estamos llamando carga corresponde a un autovalor de la derivada Ka ·∂a en las direcciones
angulares, que so´lo actu´an sobre el armo´nico esfe´rico Y = Y∆(Ω) de S
5. Si estuviesemos hablando
de una 2-esfera, el nu´mero cua´ntico ∆ ser´ıa el asociado al momento angular L2, comu´nmente
denominado l, y la carga corresponder´ıa al autovalor de proyeccio´n m, es decir los posibles valores
absolutos de Q esta´n acotado acotados por ∆. Por otro lado, dado que la solucio´n Am no depende
de los a´ngulos de la 5-esfera, la condicio´n de ortonormalidad de los Y (Ω) implica que el hadro´n
intermedio (que denominaremos ΦX) tiene exactamente la misma dependencia angular. En otras
palabras, vemos que no hay mixing y la carga se conserva. Adema´s, como todas nuestras soluciones
son ondas planas en las direcciones xµ, las correspondientes direcciones simplemente generan una
8Notar que este reemplazo sin introducir ninguna constante perturbativa indica que elegimos trabajar en las
normalizaciones de [2], que no coinciden con las normalizaciones de los campos generalmente utilizadas en las acciones
de supergravedad en las que se escribe expl´ıcitamente la constante de Einstein, κ.
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delta de Dirac asociada a la conservacio´n del cuadri-momento que indican que PX = P + q. Por lo
tanto, integrando por partes obtenemos
SAΦΦ = (2pi)
4δ(4) × iQ (P + q − PX)
∫
dz
√−gAm (Φi∂mΦ∗X − Φ∗X∂mΦi) . (3.30)
Donde vemos aparecer la forma concencional de la corriente escalar Jµ = iQΦ
↔
∂mΦ
∗. Esta estructura
para la accio´n de interaccio´n puede obtenerse tambie´n a partir de la derivada de Lie de Φ en la
direccio´n del vector de Killing Ka asociado al campo de gauge. Por otro lado, cabe resaltar que la
expresio´n (3.30) es conveniente para poder obtener (3.28) debido a la identidad (2.57).
Pasemos al ana´lisis de la integral restante en z. Sabemos que la contribucio´n dominante debe
venir de la regio´n z ∼ zint, por lo que podemos utilizar la aproximacio´n (3.24) para Φi para
simplificar el ca´lculo, as´ı como tambie´n reemplazar el l´ımite superior de integracio´n por +∞. Sin
embargo, no podemos hacer lo mismo para el estado intermedio ΦX ya que PX ∼
√
s ∼ q para
x ∼ O(1). Lo que s´ı podemos hacer es usar la condicio´n √s  Λ para aproximar la constante de
normalizacio´n de (3.21), obteniendo
ΦX = e
i(P+q)·x cXs1/4Λ1/2
R4
z2J∆−2(
√
sz). (3.31)
Reemplazando todo en la expresio´n para SAΦΦ, utilizando la condicio´n n · q = 0 y extrayendo
la delta de conservacio´n de momento concluimos que
〈X|n · J(0)|i〉 = 2(n · P )cicXQ s1/4Λ∆−1/2
∫ z0→∞
0
dz z∆J∆−2(
√
sz)K1(qz) (3.32)
= 2∆Γ (∆)(n · P )cicXQ Λ
∆−1/2s∆/2−3/4q2
(s+ q2)∆
. (3.33)
Vale la pena detenernos un momento para pensar co´mo hubiese cambiado este resultado en caso de
no haber tomado n · q = 0, que hizo que so´lo contribuyeran los te´rminos con derivadas angulares.
La respuesta depende del gauge en el que elijamos trabajar. En el gauge tipo Lorentz ηµνqµAν +
(radial) = 0 de [2], habr´ıa segunda contribucio´n proveniente del te´rmino proporcional a AzΦi
↔
∂Φ∗X
cuyo resultado corresponder´ıa al reemplazo
Pµ → Pµ − q
2
P · q q
µ = Pµ +
1
2x
qµ. (3.34)
Trabajando en el gauge axial la modificacio´n final es obviamente la misma, pero esta vez el nuevo
te´rmino aparece por considerar el vector nµ → cµ, con cµ definido en (3.10). Sin embargo, en este
caso aparece un tercer te´rmino (el segundo en la solucio´n dada en (3.10)) que hay que tratar con ma´s
cuidado ya que no contiene a la funcio´n de Bessel K1(qz), y por lo tanto no decae exponencialmente
al alejarse del borde. En este caso no podemos aproximar Φi ni tampoco modificar el l´ımite de
integracio´n. Puede verse expl´ıcitamente que este te´rmino extra se anula debido a la condicio´n de
borde J∆(Pz)|z=z0 = 0.
Las funciones de estructura
El u´ltimo paso necesario para obtener las funciones de estructura luego de reemplazar nuestro
resultado para la accio´n on-shell (3.33) en (3.28) consiste en realizar la sumatoria sobre los posibles
valores de MX . En otras palabras, queremos sumar sobre los posibles valores que puede tomar la
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mAdS del estado intermedio ΦX . Sabemos que en el modelo hard-wall estos valores corresponden a
los distintos ceros de la funcio´n de Bessel, y, como dijimos, para Λ relativamente pequen˜o comparado
con
√
s podemos identificarlos con los ceros de un coseno (ver ape´ndice B), es decir que∑
MX
≈
∑
n
tal que MX ≈Mn = npiΛ. (3.35)
El hecho de que la separacio´n entre dos ceros sucesivos sea pequen˜a nos permite aproximar la
sumatoria por una integral, de manera que podemos tomar∑
MX
δ(M2X − s) =
∑
n
δ(M2n − s) ≈
∫
dn δ
(
(npiΛ)2 − s) = 1
2piΛ
√
s
. (3.36)
Por lo tanto, obtenemos
Im [Tµν ] = Cte× 2xP
µP ν
q2
×Q2
(
Λ2
q2
)∆−1
x∆+1(1− x)∆−2 (3.37)
con todas nuestras constantes nume´ricas consideradas en Cte = 22∆−1Γ 2(∆)pi|cicX |2 donde hemos
expresado el resultado final en funcio´n de q2 y el para´metro de Bjorken x. Teniendo en cuenta la
relacio´n entre el FCS y el DIS expresada en (2.55) y la descomposicio´n ma´s general para un tensor
hadro´nico asociado a un blanco escalar dada por (2.13), el resultado final para las funciones de
estructura resulta ser
F1(x, q
2) = 0 , F2(x, q
2) = 2piCte×Q2
(
Λ2
q2
)∆−1
x∆+1(1− x)∆−2. (3.38)
Hay algunos comentarios interesantes a la hora de analizar f´ısicamente las expresiones (3.38):
El hecho de que la funcio´n de estructura F1 haya resultado nula en el caso de un blanco escalar
no es sorprendente. En efecto, puede demostrarse que esta funcio´n es proporcional al operador
de Casimir de Lorentz del objeto que interactu´a con el foto´n virtual, lo que para nosotros
puede verse de la siguiente manera: trabajando en el gauge axial, el Aµ en una interaccio´n con
campos escalares so´lo puede contraerse con derivadas, es decir que nunca puede obtenerse una
estructura final de la forma ηµνnµn
∗
ν . En general, este objeto no sera´ necesariamente el hadro´n
sino alguno de sus partones de esp´ın 1/2, por ejemplo. Sin embargo, en el l´ımite N → ∞ la
produccio´n de estados intermedios de ma´s de una part´ıcula en el bulk esta´ completamente
suprimida, por lo que el foto´n so´lo puede interactuar con el hadro´n en su totalidad, de manera
que necesariamente se obtiene F1 = 0. En cierto sentido esto es un accidente: veremos ma´s
adelante que el comportamiento de F1 para blancos ma´s generales, es decir fuera del caso
escalar, es similar al de F2.
En la figura 14 presentamos las curvas obtenidas para F2 como funcio´n de x correspondientes a
los primeros valores que puede tomar el para´metro∆ (sin considerar las distintas dependencias
de la constante multiplicativa en q).
Como puede verse, se trata de campanas invertidas que se anulan para x → 0 y x → 1
(donde la dispersio´n se vuelve ela´stica) cuyos ma´ximos esta´n situados aproximadamente en
xmax ≈ 0,6. Es interesante analizar la consistencia de nuestro resultado cerca de x ≈ 1, donde
a partir de (3.22)
s ≈ q2(1− x). (3.39)
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Figura 14: Funcio´n de estructura F2 en te´rminos del para´metro de Bjorken x obtenidas en el re´gimen de
supergravedad. Se muestran los casos correspondientes a los valores ma´s pequen˜os de ∆, omitiendo las
normalizaciones y la dependencia en q2.
Vemos que para valores grandes de q2, mantener s fijo implica x→ 1. En este re´gimen, zint se
acerca mucho al borde incluso comparado con la escala del hadro´n intermedio
√
s, de modo
que tambie´n podemos aproximar ΦX de manera similar a (3.24) y la dispersio´n se vuelve
aproximadamente ela´stica. En te´rminos de la integral en la direccio´n radial, la dependencia
en x se factoriza y obtenemos automa´ticamente el factor (1−x)∆−2. En cambio, es importante
recordar que este gra´fico no es confiable para valores muy pequen˜os de x (podemos tomar
x ∼ 0,1 − 0,2 como valor de referencia). De hecho, veremos en la pro´xima seccio´n que la
modificacio´n en esta regio´n es dra´stica.
Por u´ltimo, analizamos la dependencia del resultado para F2 con la escala q
2, o ma´s preci-
samente con la relacio´n Λ2/q2. En primer lugar, notamos que es completamente consistente
con el ana´lisis realizado a partir del OPE del producto de corrientes JJ en la teor´ıa de cam-
pos. En efecto, la forma funcional corresponde a la del segundo te´rmino de (2.73), que es
dominante en acoplamiento fuerte y en el l´ımite N → ∞, ya que en el caso de un blan-
co escalar evidentemente el twist τ coincide con la dimensio´n conforme ∆ del operador que
crea el hadro´n. De hecho, tambie´n vemos reflejado en nuestro proceso dual la presencia de
la sumatoria restringida a operadores con la misma carga inicial, condicio´n impuesta por la
relacio´n de ortonormalidad de los armo´nicos esfe´ricos en S5. El decaimiento como potencia
de Λ2/q2 tiene una interpretacio´n directa en te´rminos de nuestras soluciones: la funcio´n de
onda hadro´nica vive principalmente en la zona IR de la teor´ıa cercana al cutoff z0 = Λ
−1,
por lo que el hadro´n se ve obligado a valerse del efecto tu´nel para propagarse hacia la regio´n
de interaccio´n zint ∼ q para poder interactuar con el foto´n virtual. Para N → ∞ no hay
produccio´n de estados intermedios y el proceso lo realiza el hadro´n completo. Finalmente, la
geometr´ıa curva provoca el decaimiento de la amplitud de dispersio´n como una ley de po-
tencias que indica que la probabilidad de producirse el efecto tu´nel decae como (Λ2/q2)∆−1
para un hadro´n creado por un operador de dimensio´n ∆. Esta conclusio´n se vera´ modificada
al considerar el caso de N finito, donde veremos la versio´n dual de la aparicio´n del tercer
te´rmino en (2.73).
Cap´ıtulo 4
El re´gimen de x pequen˜o
El estudio del DIS utilizando los me´todos hologra´ficos se vuelve mucho ma´s interesante a la
hora de analizar que´ sucede para valores muy pequen˜os de x. Cuando hablamos de valores muy
pequen˜os nos referimos ma´s precisamente a la comparacio´n con la constante de ’t Hooft λ, pues la
expresio´n aproximada para la variable de Mandelstam en diez dimensiones s˜ presentada en (3.25)
indica que
si x 1√
λ
⇒ s˜ ∼ 1
α′
. (4.1)
Esto quiere decir que la energ´ıa del CM es lo suficientemente alta como para generar estados masivos
(excitados) de cuerdas en la dispersio´n en AdS, de modo que la aproximacio´n de gravedad ya no es
confiable. En este re´gimen, es necesario considerar la teor´ıa de cuerdas completa (por ahora en su
l´ımite cla´sico, N →∞) sobre el espacio curvo de diez dimensiones AdS5×S5. El ana´lisis no puede
realizarse en total generalidad de manera controlada debido a que no se sabe co´mo cuantizar la
teor´ıa de cuerdas en espacio curvo debido a la presencia de los campos de Ramond-Ramond (R-R).
Sin embargo, existen diferentes aproximaciones que pueden realizarse en este caso que permiten
obtener resultados f´ısicamente relevantes. Concretamente, podremos realizar una aproximacio´n de
la amplitud de dispersio´n para valores de s˜ muy grandes en comparacio´n con t˜ (la versio´n diez
dimensional de la variable de Mandelstam asociada al canal t), que corresponden en realidad a
utilizar la validez de una expansio´n tipo OPE en la teor´ıa de hoja de mundo de la cuerda [13].
Del lado de la teor´ıa de campos, el re´gimen que analizamos en esta seccio´n corresponde a la
denominada regio´n Regge, de la que dijimos algunas palabras en el cap´ıtulo 2. Si pudie´semos utilizar
un lenguaje parto´nico, dir´ıamos que la cantidad de partones con fracciones de momento cada vez
ma´s pequen˜as ∼ xP crece en gran medida cuanto ma´s chico sea x, con lo que las funciones de
estructura, interpretadas como probabilidades de dispersio´n, deber´ıan aumentar tambie´n. Veremos
que, en algu´n sentido, esta mirada f´ısicamente intuitiva sobrevive incluso en la teor´ıa fuertemente
acoplada.
4.1. Contribuciones sime´tricas
El re´gimen de x pequen˜o (con q2 fijo) corresponde a la regio´n cinema´tica descripta por
− 2P · q  q2  −P 2, (4.2)
y donde s ≈ q2/x. Esto quiere decir que la energ´ıa del centro de masa es muy grande, mientras que
para el DIS (FCS) la variable t asociada al intercambio de momento transverso es exactamente nula.
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Para el proceso dual el ana´lisis es un tanto ma´s sutil debido a la presencia de las seis dimensiones
adicionales. En lo que respecta a la direccio´n radial, por ejemplo, recordamos que nuestras soluciones
no son autoestados de momento en z: hasta ahora so´lo trabajamos en el espacio de Fourier en lo
que respecta a las direcciones planas. La relacio´n precisa entre las variables de Mandelstam viene
dada por
α′s˜ ≡ α′
[
z2
R2
s+
1
R2
(z2∇2z +∇2S5 |R=1)
]
= α′
z2
R2
s+O
(
1√
λ
)
, (4.3)
α′t˜ ≡ α′
[
z2
R2
t+
1
R2
(z2∇2z +∇2S5 |R=1)
]
= O
(
1√
λ
)
. (4.4)
Vemos que la variable s˜ esta´ dominada simplemente por su versio´n 4d multiplicada por el factor
de corrimiento al rojo, mientras que la variable t˜ no es exactamente cero, aunque en el l´ımite de
acomplamiento fuerte necesariamente sigue siendo muy pequen˜a. En este contexto, concluimos que
en te´rminos generales la amplitud debera´ estar dominada por un diagrama del tipo canal t. Adema´s,
tomara´ esquema´ticamente la forma
A ∼ f(α′t˜)× (α′s˜)j , (4.5)
donde j representa el esp´ın de la part´ıcula intercambiada. Si nuestra teor´ıa fuese exclusivamente
(super)gravitatoria, podr´ıamos adivinar entonces el (u´nico) proceso dominante: el intercambio de
un gravito´n (j = 2 = jmax) en el canal t. Presentamos el correspondiente diagrama en la figura 15.
Figura 15: Diagrama dominante para la obtencio´n de la parte sime´trica del tensor hadro´nico en acoplamiento
fuerte. El proceso consiste en el intercambio de un gravito´n en el canal t.
En este momento, vale la pena detenernos a considerar cua´nto de esta discusio´n general sobre
amplitudes de dispersio´n es relevante para el ana´lisis hologra´fico del DIS. Notamos que caso de
intercambiar un gravito´n, la amplitud que uno calcular´ıa en una teor´ıa de (super)gravedad que es
real, por lo que a primera vista no arroja ninguna contribucio´n al DIS.
Sin embargo, debemos recordar que en el re´gimen de x pequen˜o quedarnos en la aproximacio´n
de supergravedad deja de ser va´lido: debemos considerar un proceso de dispersio´n de cuerdas en
el que se pueden intercambiar estados masivos (con m2 ∼ 1/α′). Es ma´s, este proceso no se da
en espacio plano, donde las amplitudes de cuerdas son analizadas generalmente, sino en el fondo
curvo dual asociado a nuestra teor´ıa de campos. Afortunadamente, la intuicio´n que acabamos de
desarrollar resulta u´til incluso en este contexto. Esquema´ticamente, lo que sucede puede entenderse
notando que
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R2
α′
=
√
4piλ 1 (4.6)
implica que la energ´ıa del CM
√
s˜, que es al menos del orden de 1/
√
α′, es mucho mayor que la escala
asociada a la curvatura de AdS. Esto quiere decir que la interaccio´n ocurre en escalas de distancia
muy cortas, de manera que en una primera aproximacio´n debe comportarse exactamente como si se
diera en espacio plano. Cabe resaltar que esto no quiere decir que los estados iniciales sean similares:
siguen siendo los mismos con los que venimos trabajando hasta ahora. Por lo tanto, nuestra tarea
consiste en extraer de los resultados conocidos para las amplitudes de cuerdas algu´n tipo de accio´n
efectiva para describir una dispersio´n aproximadamente local en AdS5. Esta accio´n efectiva debera´
reflejar la posibilidad de intercambiar estados excitados, y consecuentemente contendra´ una parte
imaginaria no nula.
Comentarios sobre la aproximacio´n local
Podemos ser ma´s precisos1 en lo que quiere decir esta aproximacio´n local. Para esto, nos con-
centramos por un momento en un problema ma´s simple: la dispersio´n de cuatro modos escalares.
Consideremos el proceso desde el punto de vista de la teor´ıa en la hoja de mundo de las cuerdas.
En un fondo de espacio plano, la constante de acoplamiento viene dada directamente por la tensio´n
de la cuerda Ts ∼ 1/(2piα′). Sin embargo, en una geometr´ıa no trivial tanto los te´rminos cine´ticos
como los te´rminos de interaccio´n (no lineales) de la parte boso´nica de la accio´n esta´n descriptos
por la expansio´n de
1
2piα′
∫
dτdσ
√
hhαβ∂αX
M (σ, τ)∂βX
N (σ, τ)GMN [X
P (σ, τ)] , α, β = τ, σ, (4.7)
con hαβ la me´trica inducida. Por lo tanto, si la me´trica tiene una escala caracter´ıstica GMN ∼ R2
podemos extraerla, generando una constante de acoplamiento efectiva R2/α′ ∼ √λ, lo que quiere
decir que si la teor´ıa de campos esta´ muy fuertemente acoplada, para la teor´ıa en la hoja de mundo
vale lo contrario. En este re´gimen la teor´ıa se vuelve aproximadamente gaussiana con respecto a
la integracio´n funcional D[X]. Para esto debemos tratar por separado a los modos zero: XM =
xM + X˜M . Vemos entonces que la amplitud puede pensarse como un proceso local para cada punto
del espacio tiempo, que luego debe ser integrado sobre todo el espacio AdS5 × S5:
A[curved space] ≈
∫
AdS5×S5
d10xAflat(x). (4.8)
Sin embargo, au´n no hemos llegado a la conclusio´n que quer´ıamos: la expresio´n que obtuvimos no
necesariamente puede considerarse como local. Esto es porque, en te´rminos generales, las amplitudes
de cuerdas comoAflat(x) se calculan para estados con momento definido en diez dimensiones y por lo
tanto quedan expresadas en funcio´n de los invariantes s˜, t˜ y u˜. El hecho de que estemos trabajando
en un espacio curvo le da sentido a la relacio´n (4.8): la dependencia con respecto a las coordenadas
esta´ contenida en las definiciones de dichos invariantes y su relacio´n con los que definimos en cuatro
dimensiones. El problema es que, al mismo tiempo, las expresiones (4.3) y (4.4) no son triviales:
para soluciones como las que estamos utilizando generalmente se trata en realidad de operadores
diferenciales. En el contexto del DIS s˜ (y u˜) puede ser tratado aproximadamente como un escalar,
pero esto no es cierto para t˜.
1Este apartado esta´ basado, por un lado, en los argumentos originalmente presentados en [13], y por otro, en
ciertos comentarios introducidos en nuestro trabajo [10].
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Podemos decribir la situacio´n a partir del ejemplo de la amplitud de cuatro modos escalares
(dilatones en la teor´ıa de supercuerdas). La amplitud viene dada por [47]
A[4 escalares] = G(α′, s˜, t˜, u˜)×K(s˜, t˜, u˜), K ∝ s˜2t˜2 + t˜2t˜2 + s˜2u˜2 (4.9)
donde K es un factor cinema´tico que depende de los invariantes de Mandelstam pero no de α′, y G
es el prefactor usual de las amplitudes de cuatro estados de supercuerdas definido como
G(α′, s˜, t˜, u˜) = −α
′3
64
Γ (−α′s˜/4)Γ (−α′t˜/4)Γ (−α′u˜/4)
Γ (1 + α′s˜/4)Γ
(
1 + α′t˜/4
)
Γ (1 + α′u˜/4)
. (4.10)
Este tipo de expresiones factorizadas sera´n va´lidas para cualquier otra dispersio´n de cuatro puntos,
con la salvedad de que K tambie´n dependera´ de las respectivas polarizaciones. En todos los casos,
este factor cinema´tico se puede obtener directamente desde la aproximacio´n de supegravedad (ha-
remos uso de este detalle a la hora de analizar el caso meso´nico en la parte III), va´lida para α′ → 0.
En este l´ımite, la expansio´n de las funciones gamma implica que
G[α′ → 0] = 1
stu
⇒ A ∼
(
s˜u˜
t˜
+
u˜t˜
s˜
+
s˜t˜
u˜
)
(4.11)
con lo que recuperamos las expersiones asociadas al intercambio de un gravito´n en los canales t, s
y u, respectivamente. Como anticipamos, en nuestro re´gimen no hay una parte imaginaria en esta
amplitud porque la variable t˜ nunca puede ser nula incluso cuando la correspondiente variable en
espacio plano t s´ı lo es. Afortunadamente, este no es el l´ımite que nos interesa: estamos trabajando
a energ´ıas muy altas. Vemos que G contiene la informacio´n asociada al intercambio de todos los
posibles modos masivos de la cuerda: las funciones gamma contienen polos en
s˜, t˜, u˜ =
4
α′
n , n ∈ Z. (4.12)
En efecto, en algu´n sentido se trata de la versio´n extendida de los propagadores completada en
el ultravioleta por la teor´ıa de cuerdas. Al tomar la parte imaginaria de la amplitud obtendremos
entonces una contribucio´n proporcional a Im[G].
En el re´gimen de Regge, nos concentramos en el l´ımite t˜  s˜ y u˜ ≈ −s˜. Por lo tanto, conside-
ramos
G ≈ − 1
s˜2
[
1
t˜
+ pi cot
(
piα′s˜
4
)] (
α′s˜
4
)α′ t˜/2
, K ∼ s˜4. (4.13)
Vemos que, en este l´ımite, el producto s˜2G es exactamente la versio´n generalizada del propagador
1/t˜ que generalmente obtenemos en teor´ıa cua´ntica de campos, y contiene una parte imaginaria
dada por
Im
[
s˜2G] ≈ piα′
4
+∞∑
m=1
δ
(
m− α
′s˜
4
)
mα
′ t˜/2, (4.14)
donde hemos omitido el polo t˜ = 0 al que ya argumentamos que no podemos acceder. En general,
la suma de modos intercambiados en este re´gimen es denominada gravito´n reggeizado por razones
obvias.
Ahora bien, el u´ltimo paso de la justificacio´n de la aproximacio´n local consiste en notar que
considerar el l´ımite de acoplamiento fuerte corresponde en la teor´ıa de campos a tomar t˜→ 0 ya que
todas sus posibles contribuciones son O(λ−1/2). Por lo tanto, podemos despreciar el u´ltimo factor
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en (4.14). Pero entonces, el resultado final so´lamente depende de s˜, que ya sabemos que podemos
aproximar por un factor escalar (redshift ×s). Todos los operadores diferenciales han desaparecido
en este re´gimen y luego de tomar la parte imaginaria! Notemos que este u´ltimo paso no es va´lido
para valores extremadamente grandes de s˜ (valores exponencialmente chicos de x).
Una manera intuitiva de llegar a la misma conclusio´n podr´ıa ser la siguiente. En la accio´n efec-
tiva, todos los campos estara´n evaluados en el mismo punto. En la aproximacio´n de supergravedad,
podr´ıamos ver la amplitud esquema´ticamente utilizando el lenguaje de la meca´nica cua´ntica2 como
A ∼ κ210
∑
x
∑
x′
〈T φ|x〉〈x|G|x′〉〈x′|TA〉 ∼ κ210
∑
x
〈T φ|x〉〈x|G|TA〉 (4.15)
donde las expresiones de la forma G(x, x′) corresponden a los elementos de matriz 〈x|G|x′〉. El
te´rmino Ggrav asociado a la propagacio´n de un gravito´n viene dado (a menos de ı´ndices) por
Ggrav ∼ t˜−1, pero al considerar la teor´ıa de cuerdas ahora sabemos que en realidad debemos
reemplazarlo por una expresio´n similar a s˜G, que dependera´ gene´ricamente tanto de t˜ como de s˜.
Entonces, como vimos, aparece una parte imaginaria no nula y, al menos en acoplamiento fuerte,
resulta ser so´lamente funcio´n de α′s˜, una cantidad aproximadamente escalar. Ya no es necesario
entonces pensar en G como un operador, y la amplitud puede ser considerada local.
La accio´n efectiva para el caso del DIS
Volvamos al proceso que nos interesa en esta tesis: el proceso dual al DIS en el interior de AdS.
El ana´lisis es similar al caso que acabamos de analizar en cuanto al intercambio de un gravito´n
con un propagador modificado: lo que cambia son los estados entrantes. En cinco dimensiones,
los modos asociados a las inserciones de las corrientes Jµ que se propagan desde el borde esta´n
representados por vectores de gauge, pero para poder realizar el tratamiento que acabamos de
describir necesitamos pensar en te´rminos de la teor´ıa de cuerdas y considerar las diez dimensiones.
En este contexto, lo ma´s simple es recordar (3.4): los fotones no son otra cosa que modos del
gravito´n (que llamaremos gene´ricamente h pensando en una expansio´n gMN → gMN + 2κ10hMN )
con una polarizacio´n en particular. En consecuencia, la amplitud de cuerdas que constituye nuestro
punto de partida es
A(h1(A), φ2, φ3, h4(A)). (4.16)
La estructura factorizada GK se da como en el caso escalar. Se trata de una amplitud de cuatro
cuerdas cerradas, ma´s precisamente de cuatro modos de NS-NS. Una de las maneras ma´s simples
de obtener esta amplitud es a partir de las relaciones KLT [48], que permiten escribir amplitudes de
cuerdas cerradas en te´rminos de amplitudes de cuerdas abiertas. A nivel a´rbol y para amplitudes
de cuatro puntos, la relacio´n toma la forma
Aclosed(s˜, t˜, u˜) ∼ sin
(
pit˜
8
)
Aopen(s˜/4, t˜/4)×Aopen(t˜/4, u˜/4). (4.17)
Numerando los estados entrantes (no masivos) de manera tal que
s˜ = −2p1 · p3 , t˜ = −2p1 · p2 , u˜ = −2p1 · p4, (4.18)
toma la forma
2De hecho, podemos pensar el proceso en te´rminos de un problema de meca´nica cua´ntica en la direccio´n radial.
Esta idea nos sera´ u´til ma´s adelante.
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Aopen(s˜, t˜) = −1
2
gop
Γ (−s˜/2)Γ (−s˜/2)
Γ (1− s˜/2− t˜/2) Kop(ξi, pi) (4.19)
donde hemos definido las respectivas polarizaciones ξi, tomado α
′ = 12 momenta´neamente (aprove-
chando que ya sabemos co´mo aparecera´ en el resultado final) y definido un factor cinema´tico
Kop(1, 2, 3, 4) = −1
4
(
s˜t˜ ξ1 · ξ4 ξ2 · ξ3 + s˜u˜ ξ1 · ξ2 ξ3 · ξ4+ (4.20)
t˜u˜ ξ1 · ξ3 ξ2 · ξ4 + · · ·
) ≡ ξM1 ξN2 ξO3 ξP4 KMNOP .
Los te´rminos omitidos siempre dara´n contribuciones despreciables en el re´gimen en el que estamos
trabajando. De hecho, para el primero de nuestros factores de Aopen so´lamente nos interesa el
te´rmino proporcional a s˜u˜ = −s˜2, y similarmente para el segundo intercambiando s˜ → t˜ y t˜ → u˜.
A partir de todos estos ingredientes, los factores con funciones gamma se combinan para formar el
prefactor G y la amplitud de cuerdas cerradas queda expresada como3
Aclosed(s˜, t˜, u˜) = G × ξMM ′1 ξNN
′
2 ξ
OO′
3 ξ
PP ′
4 KMNOP KM ′N ′O′P ′ = G ×Kcl, (4.21)
donde hemos definido las polarizaciones de las cuerdas cerradas segu´n
ξMNi ≡ ξMi × ξNi . (4.22)
Estas representan en principio cualquier modo de NS-NS: para elegir un gravito´n o un dilato´n,
segu´n corresponda, es necesario imponer
ξMNh = ξ
NM
h , ξφ = gMN − pMpN − pNpM . (4.23)
con pM un momento de referencia arbitrario que debe cumplir las condiciones p · p = 1 y p · p = 0.
Este momento de referencia se introduce u´nicamente para poder implementar las condiciones de
transversalidad y de traza nula: el resultado final es independiente del mismo.
En el re´gimen de Regge, el factor cinema´tico se reduce a simplemente a
Kcl(s˜ t˜) ≈ − 1
16
s˜4 ξ
(1)
h · ξ(2)h ξ(3)φ · ξ(4)φ = −
1
2
s˜4 ξ
(1)
h · ξ(2)h , (4.24)
donde ξi · ξj ≡ ξMNi · ξj,MN . Lo que vamos a hacer es extraer un factor s˜2 para juntarlo con G,
como hicimos antes, y construir una accio´n efectiva que asociada a lo que resta de la amplitud.
Como estamos en una regio´n parame´trica en la que u˜ ≈ −s˜, esta´ claro que basta con considerar
una estructura (con la cantidad de derivadas necesaria) dada por
Seff ∝
∫
d10x∂MhOP ∂Nh
OP∂Mφ∂Nφ. (4.25)
Para obtener la accio´n efectiva final basta con restaurar las constantes nume´ricas y el prefactor de
cuerda cerrada G, tomar la parte imaginaria como hemos indicado en (4.14), y finalmente elegir la
polarizacio´n de los gravitones asociada a los vectores de gauge hMN = h(ma) = A(mKa). Tomando
so´lo el te´rmino dominante en potencias de s˜, el resultado final es el siguiente:
3Notar que estamos omitiendo mencionar una importante redefinicio´n de los invariantes con un factor 2 (o equiva-
lentemente de α′ con un factor 4) debido a que cada una de las dos cuerdas abiertas que, esquema´ticamente hablando,
forman la cuerda cerrada llevan so´lamente la mitad de su momento total.
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S
sym(φ)
eff =
1
2
∫
d10x
√−g Im[s˜2G] (KaKa)FmnF pn∂mφ∂pφ (4.26)
donde todas las contracciones deben ser realizadas con la me´trica curva.
Acciones efectivas: me´todo heur´ıstico
En esta seccio´n describimos brevemente lo que llamamos el me´todo heur´ıstico para el ca´lculo
de acciones efectivas en el re´gimen de x pequen˜o. Se trata de un me´todo simple basado en la
accio´n de supergravedad que so´lo utiliza la idea muy ba´sica de que, en el fondo, la teor´ıa completa
tiene como objetos fundamentales las cuerdas, en este caso cerradas, pero que no necesita del
ca´lculo expl´ıcito de la amplitud de cuerdas. Obviamente, este me´todo sera´ u´til u´nicamente en el
re´gimen parame´trico en el que la amplitud puede ser tomada como aproximadamente local. En
el caso de las contribuciones sime´tricas, la idea parecera´ trivial pues las amplitudes involucradas
son simples y ampliamente conocidas: se las encuentra incluso en los libros de texto dedicados a
la teor´ıa de cuerdas. Sin embargo, aprovecharemos mucho ma´s esta idea en los casos en los que
las caracter´ısticas del proceso dominante no esta´n tan claras. Este sera´ el caso, por ejemplo, de las
contribuciones antisime´tricas para escalares y fermiones, as´ı como tambie´n el de las funciones de
estructura asociadas a los mesones hologra´ficos.
La idea es simple, y debemos comenzar pensando en un proceso de dispersio´n en el marco de
la supergravedad IIB en AdS5. Los te´rminos relevantes de la accio´n vienen dados por
S5D =
1
2κ25
∫
d5x
√−gAdS5 (R− 12(∂mφ)2 − 14 (FAmn)2 + · · ·
)
(4.27)
Sabemos que en el re´gimen s˜  t˜ la contribucio´n asociada al intercambio de un modo de esp´ın j
en el canal t es esquema´ticamente de la forma A ∼ s˜j . Esto es fa´cil de ver en el caso en que todos
los modos externos son escalares pues todos los ı´ndices del propagador deben estar contra´ıdos con
derivadas a cada lado, pero, en general, la idea sigue siendo va´lida de una manera u otra para
estados externos ma´s generales. Por lo tanto, como vimos el proceso dominante es que describe
el intercambio de un gravito´n. Notemos que, como vimos en la seccio´n anterior, este proceso so´lo
contribuye a los te´rminos sime´tricos en µ ↔ ν del tensor hadro´nico Wµν . Volveremos a este tema
en un momento.
Ahora bien, los gravitones se acoplan universalmente a los tensores de energ´ıa-momento de cada
uno de los campos de la teor´ıa, de manera que necesariamente la amplitud (o la accio´n efectiva)
del DIS debera´n tener la estructura4
A = κ25
∫
d5x
∫
d5x′ T φmn(x)G
mnkl(x, x′)TAmn(x
′) , (4.28)
donde el propagador del gravito´n en AdS5 puede ser expresado en el l´ımite de altas energ´ıas como
5
[49, 50]
Gmnlk(x, x′) =
(
gmkgnl + gmlgnk − 2
3
gmngkl
)
Ggrav(x, x
′) , (4.29)
4Partiendo de la accio´n (4.27), definimos las perturbaciones de un campo gene´rico Φ segu´n Φ→ Φ0 +
√
2k5Φ, de
manera tal que ni el tensor de energ´ıa momento ni el propagador contienen potencias de κ5. Estas no son exactamente
las convenciones que ven´ıamos utilizando, pero esto no es un problema debido a que le tratamiento en esta seccio´n
es cualitativo.
5En esta seccio´n usamos g ≡ gAdS5 .
58 CAPI´TULO 4. EL RE´GIMEN DE X PEQUEN˜O
con Ggrav(x, x
′) alguna funcio´n que es irrelevante en este contexto, mientras que los tensores de
energ´ıa momento asociados al boso´n de gauge y al dilato´n vienen dados por
T φmn = (gmαgnβ + gmβgnα − gmngαβ)∂αφ∗∂βφ , TAkl = gρσFkρFlσ −
1
4
gklFρσF
ρσ . (4.30)
Realizando las contracciones, obtenemos
T φmn(x)G
mnlk(x, x′)TAkl(x
′) = Ggrav(x, x′)
[
4∂kφ∗(x)∂lφ(x)Fkρ(x′)Flσ(x′)gρσ + · · ·
]
, (4.31)
de manera que, como vemos, emerge la estructura de ı´ndices descubierta a partir de la amplitud
de cuerdas en la seccio´n anterior. Esto era esperable: hemos dicho que el factor cinema´tico Kcl era
independiente de α′, y por lo tanto es el mismo que se obtiene en el re´gimen de supergravedad. Por
otro lado, para tratar el factor escalar remanente del propagador del gravito´n lo pensamos como
cuando justificamos la aproximacio´n local ma´s arriba: naturalmente tomar´ıamos Ggrav(x, x
′) ∼ t˜−15d ,
pero tener en cuenta el intercambio de modos masivos de cuerdas induce el reemplazo t˜−15d →
[
s˜2G].
Ca´lculo de las funciones de estructura
La accio´n efectiva que acabamos de obtener es el punto de partida para obtener las funciones
de estructura. Necesitamos evaluarla on-shell insertando las funciones de onda y la me´trica en
AdS5 × S5.
Las integrales en las direcciones planas y las angulares son sencillas: las primeras arrojan la delta
de Dirac asociada a la conservacio´n del momento en 4d, mientras que las segundas dan simplemente
una constante dada por
ρR2 ≡
∫
d5Ω
√
gS5K
aKa |Y∆|2. (4.32)
Notemos que otros te´rminos con dependencia expl´ıcita en la carga Q resultan dar contribuciones
despreciables en comparacio´n con el te´rmino dominante. La forma de las funciones de estructura
tendra´ en este re´gimen un cara´cter que a primer orden es incluso independiente de la carga del
hadro´n.
Hasta ahora,
nµn
∗
νW
µν = 2pi × piα
′
2
∞∑
m=1
∫
dz
√
gAdS F
∗
mnF
pn∂mφ∗ ∂pφ (4.33)
donde hemos cambiado de la convencio´n usual de las amplitudes de cuerdas a la que ven´ıamos
manejando anteriormente, en la que los estados salientes se conjugan. Cabe recordar que hemos
despreciado un factor multplicativo ∼ (α′s˜)α′ t˜. En esta expresio´n, podemos ver fa´cilmente que la
contraccio´n asociada al boso´n de gauge tiene un te´rmino dominante de la forma
F ∗µmF
m
ν = n
∗
µnν
q4
R2
z4
[
K20 (qz) +K
2
1 (qz)
]
+ |n|2qµqν q
2
R2
z4K21 (qz), (4.34)
donde nuevamente estamos trabajando con n ·q = 0. El segundo te´rmino indica que en este re´gimen
obtendremos una F1 no nula. En cuanto a las funciones de onda dilato´nicas, este caso es incluso
ma´s sencillo que el del canal s ya que no hay estados intermedios con los que tengamos que tener
cuidado y podemos aproximar ambos factores de φ por la expresio´n va´lida cerca del borde (3.24).
Nos queda por realizar u´nicamente la integral radial, junto con la sumatoria sobre los modos
excitados de cuerda cerrada. Notemos que esta´n correlacionadas: existe una dependencia expl´ıcita
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de z en el invariante curvo s˜ ≈ s(z2/R2). Para realizar el ca´lculo, podemos aprovechar esta relacio´n
utilizando la delta de Dirac para realizar trivialmente la integral en z. Luego, vemos que la suma
debe realizarse sobre los valores zm tales que
α′sz2m
R2
= m ⇒ z2m ≈ m
xλ1/2
q2
. (4.35)
Esto quiere decir que para valores de x mucho menores que λ−1/2 la separacio´n entre dos te´rminos
consecutivos es muy pequen˜a, de modo que la sumatoria puede aproximarse por una integral.
Tambie´n podr´ıamos haber hecho esta aproximacio´n desde el inicio. De cualquier manera, definiendo
la variable w = qz, las integrales que nos quedan resultan ser todas de la forma
Ij,n =
∫ ∞
0
dwwnK2j (w) = 2
n−2Γ (ν + j)Γ (ν − j)Γ 2(ν)
Γ (2ν)
, ν =
1
2
(n+ 1). (4.36)
Nos interesan los casos j = 1 y j = 0 con n = 2∆+ 3. Estas integrales s en particular satisfacen la
identidad
I1,2∆+3 =
∆+ 2
∆+ 1
. (4.37)
Comparando finalmente con el tensor hadro´nico Wµνφ ma´s general para un blanco escalar obtenemos
las siguientes funciones de estructura:
F1(x, q
2) =
1
x2
(
Λ2
q2
)∆−1
ρpi2|ci|2
4pi
√
λ
I1,2∆+3 , F2(x, q
2) = 2x
(
2∆+ 3
∆+ 2
)
F1. (4.38)
A la hora de analizar estos resultados, podemos marcar los siguientes aspectos fundamentales:
Debemos recordar que estos resultados son va´lidos en el re´gimen exp
(−λ1/2) x λ−1/2.
Vemos que le factor de supresio´n en potencias de Λ/q que obtuvimos sigue siendo el mismo
que para el re´gmen de x grande. Esto era esperable: mientras estemos en el l´ımite N → ∞,
su presencia puede argumentarse como lo hicimos anteriormente a partir de conisderaciones
cinema´ticas como lo hicimos anteriormente.
Notamos que hemos obtenido una funcio´n de estructura F1 no nula incluso para nuestro
blanco escalar. Esto es por que la interaccio´n del foto´n dual se da no con el estado entrante
sino, esquema´ticamente hablando, con un gravito´n reggeizado.
Hemos obtenido el crecimiento de las funciones de estructura conforme el para´metro de Bjor-
ken x toma valores cada vez ma´s pequen˜os: F1 ∼ x−2 y F2 ∼ x−1. Este crecimiento es
perfectamente compatible con la interpretacio´n probabil´ıstica de las funciones de estructura
del DIS. Tambie´n resulta ser similar a los resultados que se obtienen en el re´gimen perturba-
tivo a partir de la f´ısica de Regge. Este comportamiento se mantendra´ incluso para valores
exponencialmente chicos de x, con pequen˜as correcciones en los exponentes.
Adema´s, resaltamos que la relacio´n entre ambas funciones ahora toma la forma F2 ∼ 2xF1
de manera que hemos recuperado la x que faltaba en la importante relacio´n de Callan-Gross!
La identidad no se cumple de manera exacta debido a la presencia del factor nume´rico 3/2 <
2∆+3
∆+2 < 2.
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Finalmente, notamos que si los resultados que obtuvimos fuesen va´lidos hasta x = 0 es-
tar´ıamos obteniendo momentos Mn(F ) divergentes para los primeros valores de n. Esto in-
dica que debemos comprender la manera en que este ca´lculo se corrije para poder tener una
imagen f´ısicamente va´lida en todo el rango f´ısico 0 < x < 1. Trataremos este problema en el
cap´ıtulo 5.
4.2. Contribuciones antisime´tricas
Antes de pasar a otro re´gimen, debemos preguntarnos si realmente tuvimos en cuenta todas
las contribuciones dominantes. Si bien tienen un re´gimen de validez ma´s restringido, los me´todos
utilizados a lo largo de este cap´ıtulo son ma´s generales que los del anterior. En efecto, dados ciertos
estados entrantes, las amplitudes de cuerdas incluyen por construccio´n todos los posibles diagramas
de Feynman que uno podr´ıa imaginarse en un tratamiento tipo teor´ıa de campos (en la expansio´n
perturbativa). Nuestras conclusiones parecen entonces firmes, y los resultados finales son los de las
ecuaciones (4.38) sumados a la conclusio´n de que F3(x, q
2) = 0 que surge de la comparacio´n con
(2.15). Esta conclusio´n parece razonable: en el modelo esta´ndar so´lo puede haber una F3 no nula
si se consideran procesos que violan paridad dados por el denominado DIS electro-de´bil, donde el
foto´n es reemplazado por un boso´n de gauge de SU(2).
Sin embargo, la respuesta a nuestra pregunta inicial es negativa. Si bien tienen algunos aspectos
en comu´n, la teor´ıa N = 4 SYM no se comporta en este aspecto como QCD: se trata de una teor´ıa
quiral en la que los fermiones esta´n representados por espinores de Weyl izquierdos. Por lo tanto,
debemos tener cuidado a la hora de pensar en las contribuciones que pueda recibir F3, incluso en
el contexto de un blanco escalar.
Ana´lisis heur´ıstico
En el re´gimen de Regge, las contribuciones correspondientes al siguiente orden en la expansio´n
en potencias de s˜ so´lo puede provenir del intercambio de un campo de gauge en el canal t, y es en
este tipo de procesos donde encontraremos nuestra funcio´n de estructura antisime´trica F3.
Ma´s precisamente, debemos pensar que en el contexto de la reduccio´n de la supergravedad IIB
en la esfera S5 lo que obtenemos en 5d es una supergravedad maximal gaugeada con grupo de gauge
SO(6) ∼ SU(4) asociado a las isometr´ıas de la esfera. La accio´n completa de esta supergravedad
gaugeada contiene la siguiente accio´n para los campos de gauge, dada por el te´rmino cine´tico usual
sumado a una contribucio´n topolo´gica que denominaremos SCS:
S5d[A] =
∫
d5x
[√−g 1
4g2SG
FAmnF
A,mn +
i κ
96pi2
(dABCεmnopq AAm∂nA
B
o ∂pA
C
q + . . . )
]
, (4.39)
donde hemos tomado R = 1 para no recargar la notacio´n. Vale la pena detenernos por un momento
para recordar que SCS ha tenido un papel destacado en el surgimiento de la dualidad AdS/CFT.
La anomal´ıa quiral
En su trabajo fundacional [15], Witten utiliza la existencia de este te´rmino en la accio´n de
supergravedad como una verificacio´n de consistencia de la conjetura de Maldacena. A continuacio´n
describimos el razonamiento que promueve esta afirmacio´n.
En la toer´ıa N = 4 SYM existe una anomal´ıa (global) asociada a la simetr´ıa-R SU(4)R, lo que
quiere decir que la simetr´ıa esta´ rota a nivel cua´ntico. La anomal´ıa puede ser obtenida exactamente
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a un loop mediante al ca´lculo de un diagrama de Feynman tipo tria´ngulo con tres patas externas
asociadas a la corriente Jµ conectadas por tres propagadores de fermiones quirales. El resultado
que se obtiene queda plasmado en la siguiente fo´rmula (ver por ejemplo [51] y sus referencias):
∂
∂zρ
< JAµ (x)J
B
ν (y)J
C
ρ (z) >−= −
N2 − 1
48pi2
i dABC εµνρσ
∂
∂xρ
∂
∂xσ
δ4(x− z) δ4(y − z) , (4.40)
donde el sub´ındice con un signo menos indica que se trata de la parte anormal de la funcio´n de tres
puntos. Por otro lado, ε es el s´ımbolo de Levi-Civita , dABC y fABC son los s´ımbolos definidos por
el a´lgebra de Lie de SU(4)R segu´n Tr(T
ATBTC) ≡ 14(ifABC + dABC), con TA los correspondientes
generadores hermı´ticos, normalizados de manera tal que Tr(TATB) = 12δ
AB. Teniendo en cuenta
el acoplamiento minimal
∫
d4xJAµ (x)A
A,µ(x) con fuentes externas AA,µ(x), podemos rescribir la
ecuacio´n (4.40) en te´rminos de la relacio´n de operadores dada por
(DµJµ(x))
A =
N2 − 1
96pi2
i dABC εµνρσ
∂
∂xµ
(
ABν ∂ρA
C
σ +
1
4
fCDEABν A
D
ρ A
E
σ
)
. (4.41)
La existencia de esta anomal´ıa tiene se ve reflejada del lado gravitatorio de una manera elegante:
las simetr´ıas globales del borde se corresponden con simetr´ıas de gauge en el interior de AdS5, de
manera que la accio´n resulta no ser invariante de gauge. Esta propiedad se debe justamente a la
presencia de SCS, cuya variacio´n genera los correspondientes te´rminos de borde. Tanto la anomal´ıa
del borde como los te´rminos de borde generados por la variacio´n de SCS pueden ser calculados
exactamente, y la correspondencia es exacta [15, 51, 52]. A partir de (4.39) podemos derivar la
interaccio´n de tres puntos entre bosones de gauge asociada a este efecto y obtener un correlador de
tres puntos de la corriente que, como antes, puede rescribirse segu´n
(DµJµ(x))
A =
i κ
96pi2
dABC εµνρσ
∂
∂xµ
(
ABν ∂ρA
C
σ +
1
4
fCDEABν A
D
ρ A
E
σ
)
, (4.42)
donde hemos considerado condiciones de contorno para los vectores AAµ (x) ≡ l´ımz→0AAµ (x, z).
Comparando los resultaods (4.42) y (4.41) (y haciendo lo mismo con las funciones de dos puntos)
obtenemos el valor exacto de los coeficientes involucrados del lado gravitatorio en te´rminos de las
constantes asociadas a la teor´ıa de campos: κ = N2 − 1 y gSG = 4pi/N .
El mismo resultado puede ser interpretado desde el punto de vista del OPE entre corrientes [45],
cuya relevancia para el ana´lisis del DIS resaltamos en la introduccio´n. En efecto, el resultado que
hemos presentado para la funcio´n de tres puntos escrito en el espacio de coordenadas y la funcio´n
de dos resultan ser
l´ım
y→0
〈JµA(y)JνB(0)JρC(z)〉 =
N2
8pi6
dABCµν σγ
yσ
y4(y − z)6
(
ηγρ − 2(y − z)
γ(y − z)ρ
(y − z)2
)
, (4.43)
y
〈JµA(y)JνB(z)〉 = δAB
3N2
8pi4
1
(y − z)6
(
ηµν − 2(y − z)
µ(y − z)ν
(y − z)2
)
, (4.44)
respectivamente. De estas expresiones deducimos que existe una contribucio´n al OPE del producto
JJ de la forma
Jµa (y)J
ν
b (0) = d
abcµνρσ
yρ
3pi2y4
JC,σ(0) + · · · . (4.45)
Por lo tanto, en el espacio de momentos obtenemos
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J˜µA(q)J
ν
B(0)|asym = dABCµνρσ
2qρ
3Q2
JC,σ(0) = d
ABCµνρσ
qρ
3P · q
1
x
JC,σ(0). (4.46)
Notemos que este razonamiento es va´lido incluso en el re´gimen de acoplamiento fuerte.
El proceso dominante
Ahora bien, en el contexto del DIS la observacio´n importante que debemos realizar es que la
contribucio´n antisime´trica al OPE del producto JJ que acabamos de describir es el equivalente a la
presencia del tensor de energ´ıa-momento en el sector sime´trico. Por lo tanto, as´ı como en la seccio´n
anterior concluimos que el proceso relevante estaba asociado con el intercambio de un gravito´n en
el canal t, la ecuacio´n (4.46) nos indica que en este caso debemos considerar un diagrama similar
asociado al intercambio de un boso´n de gauge. Notemos que esta conclusio´n es consistente con el
ana´lisis en potencias de s˜ en el re´gimen de Regge que nombramos anteriormente.
El proceso dominante viene dado entonces por el descripto en la figura 16. Analizemos este
Figura 16: Diagrama dominante para la obtencio´n de la parte antisime´trica del tensor hadro´nico en acopla-
miento fuerte. El proceso consiste en el intercambio de un boso´n de gauge en el canal t.
proceso en detalle. En primer lugar, el ve´rtice superior viene dado por la interaccio´n triple presen-
te en SCS. Dicho ve´rtice tiene una estructura no trivial en lo que respecta a los ı´ndices de color
A,B,C, . . . asociada al s´ımbolo sime´trico dABC , de manera que resulta conveniente indicar expl´ıci-
tamente cua´les son los bosones entrantes segu´n nuestras condiciones de contorno. Como dijimos
anteriormente, nuestra corriente electromagne´tica esta´ asociada al generador diagonal T 3 del a´lge-
bra de SU(4)R, por lo que los bosones entrantes vienen dados por A
3
m en ambos casos. Esto tiene
consecuencias importantes: vemos que los te´rminos que nos interesan son de la forma d33C , y las
u´nicas contribuciones no nulas corresponden a los otros dos generadores diagonales:
d338 =
1√
3
, d33,15 =
1√
6
, d33C = 0∀C 6= 8, 15. (4.47)
Esto nos permite analizar el ve´rtice inferior: el acoplamiento con el dilato´n tiene la forma usual
de la corriente Jφ que ya utilizamos en el ana´lisis del re´gimen de x grande. So´lamente necesita-
mos generalizar la definicio´n de esta corriente y la ecuacio´n de autovalores que define la carga
correspondiente para incluir los te´rminos asociados a los generadores diagonales:
JnC(x
′) = −QC (φ∂nφ∗ − φ∗∂nφ) , KCa ∂aY (Ω) = −QC Y (Ω). (4.48)
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Utilizando la misma notacio´n que en el ana´lisis heur´ıstico de la seccio´n anterior, la amplitud asociada
a este diagrama en la teor´ıa de supergravedad viene dada por
A = κ25
∫
d5xd5x′ JmC (x)GCDmn (x, x′) JnD(x′) , (4.49)
donde JmC es la corriente definida por el te´rmino de Chern-Simons,
JmC (x) =
i
6
dABC ε
mnopq∂nA
A
o ∂pA
B
q . (4.50)
En el re´gimen de altas energ´ıas, podemos aproximar el propagador del campo de gauge segu´n 6
GCDmn (x, x
′) ≈ gmn δCDGgauge(x, x′) . (4.51)
Por lo tanto, el integrando de la amplitud (4.49) resulta ser
JmC (x)GCDmn (x, x′)JnD(x′) = −
i
6
dABCQC εmnopq∂nAAo ∂pABq (φ∂mφ∗ − φ∗∂mφ) . (4.52)
Como dijimos, los fotones entrantes corresponden a modos A3m.
Finalmente, para obtener la funcio´n de estructura antisime´trica F3(x, q
2) en el re´gimen x  1
debemos construir una accio´n efectiva con la estructura tenosrial de (4.52). Luego, debemos incluir
el prefactor de teor´ıa de cuerdas como lo hicimos en el caso sime´trico y tomar la parte imaginaria.
Tenemos entonces
SAsymeff = −
i
6
d33CQC Im
[Gs˜2] κ25 ×∫
d5Ω
√
gS5
∫
d5x εmnopq ∂mA
∗3
n ∂oA
3
p (φ∂qφ
∗ − φ∗∂qφ) . (4.53)
El u´ltimo paso consistir´ıa en insertar las soluciones asociadas a cada uno de los modos entrantes.
Dejamos este ca´lculo para ma´s adelante. Esto es porque queremos mostrar previamente co´mo
se obtiene esta accio´n efectiva mediante un ca´lculo de primeros principios. Si bien por ahora la
inclusio´n de G(α′, s˜, t˜, u˜) resulta ad hoc, veremos que de manera similar al caso sime´trico podemos
obtener esta misma expresio´n final para la amplitud mediante el ana´lisis de la amplitud relevante
de supercuerdas cerradas.
Derivacio´n desde la teor´ıa de cuerdas
El Lagrangiano asociado a la interaccio´n efectiva que encontramos en la seccio´n anterior a partir
del te´rmino de Chern-Simons presente en la accio´n de supergravedad tambie´n puede ser obtenido
a partir de la teor´ıa de cuerdas subyacente: supercuerdas tipo IIB en AdS5 × S5, incluyendo el
prefactor. Para esto, necesitamos calcular una amplitud de cuatro cuerdas en particular y luego
tomar el l´ımite t˜→ 0, como lo hicimos en el caso sime´trico. Los modos entrantes deben corresponder
nuevamente a dos dilatones y dos campos de gauge A3. Ahora bien, en el caso correspondiente
al intercambio de un gravito´n, estos campos de gauge pod´ıan verse como una perturbacio´n en
particular de la me´trica. Adema´s, las amplitudes de teor´ıa de cuerdas incluyen todos los posibles
diagramas y modos intercambiados. Por lo tanto, debemos preguntarnos co´mo es posible que las
6Notamos que hay una contribucio´n extra dada por un te´rmino de gauge puro que no contribuye a nuestra amplitud
[50].
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contribuciones antisime´tricas (que sabemos que no son nulas ni despreciables a partir del ana´lisis
heur´ıstico de la seccio´n anterior) no hayan aparecido al considerar la amplitud A(h, h, φ, φ).
La sutileza radica en el hecho de que, en realidad, los bosones de gauge en AdS5 que se obtienen
al realizar la reduccio´n sobre la 5-esfera surgen en realidad de una combinacio´n lineal de modos
del gravito´n junto con ciertos modos de la 4-forma de RR [53]. Daremos la relacio´n precisa unos
renglones ma´s abajo, pero por el momento queremos resaltar que esta mezcla necesaria para diago-
nalizar las ecuaciones de movimiento implica que a la hora de pensar en las amplitudes de cuerdas
tambie´n debemos considerar modos de RR entrantes! En otras palabras, necesitamos considerar
una nueva amplitud de la forma
A(F5,F5, φ, φ). (4.54)
Para verificar esta afirmacio´n podemos realizar un ca´lculo preliminar: es evidente que un razo-
namiento similar que considere los mismos modos de RR en el contexto de una interaccio´n triple
de cuerdas deber´ıa llevarnos a un te´rmino cuya estructura sea similar a la de SCS
7. En la siguiente
seccio´n mostraremos como puede obtene´rselo a partir de la amplitud
A(F5,F5, h). (4.55)
Ma´s adelante, aplicaremos un razonamiento similar para obtener el Lagrangiano efectivo asociado a
las contribuciones antisime´tricas al tensor hadro´nico del DIS, que luego lo utilizaremos para calcular
la funcio´n de estructura F3(x, q
2) para los blancos escalares (glueballs).
La interaccio´n de Chern-Simons a partir de la amplitud de cuerdas
Para empezar, calcularemos una amplitud dispersio´n de cuatro cuerdas cerradas en la teor´ıa IIB
(y en un espacio plano de diez dimensiones). Luego, evaluaremos las polarizaciones de los estados
entrantes a partir del Ansatz correspondiente a la compactificacio´n en S5. Este Ansatz produce
como resultado final la supergravedad en cinco dimensiones con grupo de gauge SU(4) asociada a
la solucio´n de AdS5. Seguiremos en gran medida las convenciones de las referencias [53, 54] donde
la compactificacio´n fue tratada en detalle a nivel lineal y no lineal, respectivamente.
Nos concentramos primeramente en la forma del Ansatz para la reduccio´n de los modos prove-
nientes del gravito´n y de la 4-forma de RR. La parte relevante de la accio´n en diez dimensiones
viene dada por
SIIB sugra10d =
−1
2κ210
∫
d10x
√−G
(
R10d − 1
240
F25
)
+ · · · , (4.56)
con GMN la me´trica diez-dimensional. Adema´s, las definiciones de la constante de Newton en 10d
κ10 y su contrapartida en 5d κ5 son tales que 2κ
2
10 = Vol
(
S5
)
2κ25 con Vol
(
S5
)
= pi3. Debemos
adema´s tener cuenta la condicio´n de auto-dualidad F5 = ∗F5, con ∗ el operador definido como el
dual de Hodge, que puede escribirse en componentes como
FM1...M5 = 5 ∂[M1aM2...M5] , (∗F)M1...M5 =
1
5!
√−GεM1...M5N1...N5 FN1...N5 . (4.57)
La reduccio´n en la 5-esfera es consistente, y podemos pensar que todos los dema´s campos esta´n
apagados. Podemos obtener las ecuaciones de movimiento en AdS5 expandiendo en armo´nicos esca-
lares, vectoriales y tensoriales en S5. Sin embargo, en lo que respecta a los modos vectoriales en AdS
7Notemos que no esperamos encontrar SCS ya que este te´rmino puede tener contribuciones asociadas un Ansatz
no lineal en la compactificacio´n en S5, as´ı como tambie´n contribuciones a un loop.
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las ecuaciones de movimiento linealizadas correspondientes a estos dos campos esta´n acopladas de
manera tal que es necesario considerar una combinacio´n lineal de modos para poder diagonalizar-
las. Los modos ma´s livianos de la torre de KK correspondiente son los que generan los bosones de
gauge no masivos asociados a las isometr´ıas del espacio interno: los modos que hasta ahora hemos
denominado AAm. La forma esquema´tica de las perturbaciones involucradas es la siguiente:
hma = A
B
mK
B
a , amabc ∼ ABmZBabc. (4.58)
En estas expresiones, KBa representa a los 15 vectores de Killing y Z
A
abc es un pseudo-tensor en
la esfera definido a partir de dichos vectores, la forma de volumen y las derivadas covariantes ∇a
segu´n
ZAabc ≡ abcde∇dKeA , (4.59)
con el tensor de Levi-Civita
abcde =
√
gS5 εabcde , 
abcde =
1√
gS5
εabcde .
Aqu´ı, ε es simplemente el s´ımbolo totalmente antisime´trico definido de manera tal que ε12345 =
ε12345 = 1. Concretamente, la combinacio´n lineal que diagonaliza las ecuaciones de movimiento en
el caso no masivo no es otra cosa que
AAm ≡ AAm(h)−
16
R
A˜Am(a) . (4.60)
Teniendo a mano la expresio´n (4.58), podemos llevar a cabo nuestra propuesta para derivar la
estructura de SCS. Como dijimos, el punto de partida es la amplitud
A ∼
∫ 3∏
i=1
d2zi 〈V (−
1
2
,− 1
2
)
RR (z1, z¯1)V
(− 1
2
,− 1
2
)
RR (z2, z¯2)V
(−1,−1)
NSNS (z3, z¯3)〉 , (4.61)
donde VNSNS y VRR son los operadores de ve´rtice en la teor´ıa de la hoja de mundo, cuyas expresiones
pueden encontrarse por ejemplo en [55-57]. En el caso que nos interesa, los VRR corresponden a
modos de la 5-forma autodual y VNSNS esta´ asociado a una perturbacio´n de la me´trica. La amplitud
correspondiente ha sido calculada expl´ıcitamente en [57], y toma la siguiente forma:
A(3)closed = −
i
2
κε1MNTr
(
ζ2CΓMζ3TCΓN) , (4.62)
donde ΓM son las matrices de Dirac en diez dimensiones (es decir tiene 32× 32 componentes) y las
polarizaciones ζi esta´n definidas segu´n definido por
ζIIBAB = F (5)M1···M5
(CΓM1···M5)
AB
. (4.63)
Para obtener una expresio´n final ma´s clara en te´rminos de las polarizaciones debemos evaluar la
traza del producto de doce matrices Gamma en (4.62). Notamos que la matriz de conjugacio´n de
carga C se utiliza para subir y bajar los ı´ndices de las matrices Γ , y cumple las propiedades
C−1ABCBC = δCA , CAB = −CBA ,(
ΓM
)
AB
= C−1BC
(
ΓM
) C
A
,
(
ΓM
)AB
= CAC (ΓM) B
C
,
CAC (ΓM ) DC C−1DB = −
(
Γ TM
)A
B
, (ΓM )
B
A = −C−1AC
(
Γ TM
)C
D
CDB ,
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y tambie´n son va´lidas las expresiones
C−1AB = −C−1BA ,
((
ΓM1···M5
)T)A
B
= −CAC (ΓM5···M1) D
C
C−1DB . (4.64)
Tambie´n utilizamos el hecho de que para cualquier producto de matrices que sean a su vez productos
de las ΓM se cumple que
RABS
BC = −R BA S CB .
Teniendo en cuenta todas estas propiedades, podemos ver que la amplitud toma la forma
A(3)closed = −
i
2
κh1MNF2M1···M5F3N1···N5
((
ΓM1···M5C−1)
AB
(CΓM)BC (ΓN5···N1C−1)
CD
(CΓN)DA)
= − i
2
κh1MNF2M1···N5F3N1···N5
((
ΓM1···M5
) B′
A
(
ΓM
) C
B′
(
ΓN5···N1
) D′
C
(
ΓN
) A
D′
)
= − i
2
κh1MNF2M1···M5F3N1···N5Tr
(
ΓM1 · · ·ΓM5ΓMΓN1 · · ·ΓN5ΓN) . (4.65)
Por lo tanto, analizando la traza resultante obtenemos
A(3)closed = −
i
15
k h1MN
[
5
(FM2 · FN3 + FM3 · FN2 )− gMNF1 · F2] , (4.66)
donde los ı´ndices omitidos esta´n contra´ıdos. Finalmente, en el contexto que nos interesa el u´ltimo
te´rmino es ide´nticamente nulo, pues las perturbaciones de la me´trica tienen traza cero. Entonces,
el resultado final toma la forma
A(F (1)5 ,F (2)5 , h) = −
2iκ10
3
hMNF (1)MM1...M4F
(2) M1...M4
N . (4.67)
Esta amplitud se corresponde con un te´rmino presente en la accio´n de supergravedad que puede
obtenerse simplemente perturbando el te´rmino cine´tico de la 4-forma segu´n GMN → GMN + hMN ,
y cuya extensio´n al caso de un espacio-tiempo curvo puede escribirse como
1
3κ210
∫
AdS5×S5
d10x
√−GhMNFMM1...M4F M1...M4N . (4.68)
Ahora bien, reemplazando las expresiones asociadas a cada una de las perturbaciones presenta-
das en (4.58) en esta u´ltima expresio´n vemos que emerge la estructura
√−GFMM1...M4F M1...M4N hMN ∼
[
εmnopq∂mA
A
n∂oA
B
p A
C
q
] [√
gS5abcde∇aKbA∇cKdBKeC
]
. (4.69)
El primer corchete coincide exactamente con la estructura tensorial que define SCS, y concluimos
que desde el punto de vista diez-dimensional esta expresio´n viene acompan˜ada con una integral del
segundo corchete sobre la 5-esfera. El integrando es completamente sime´trico en los ı´ndices A,B
y C, y realizando el ca´lculo de dicha integral expl´ıcitamente observamos la aparicio´n del s´ımbolo
completamente sime´trico dABC . Para esto, utilizamos la identidad (B.16).
Vemos entonces que, como nos propusimos en el inicio de esta seccio´n, hemos obtenido la
estructura completa del te´rmino de CS a partir de una amplitud de teor´ıa de cuerdas. Para esto
fue importante tener en cuenta la forma correcta de las perturbaciones relevantes, dada por (4.58).
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La dispersio´n A+ φ→ A+ φ
El resultado obtenido en la seccio´n anterior indican que para obtener desde primeros principios la
accio´n efectiva (4.53) debemos considerar una contribucio´n a la amplitud A+φ→ A+φ proveniente
de la interaccio´n de cuatro cuerdas cerradas del tipo RR-RR-NSNS-NSNS que podemos expresar
esquema´ticamente como A(F5,F5, φ, φ). En este caso, la expresio´n ana´loga a (4.61) viene dada por
8
A ∼
∫ 4∏
i=1
d2zi 〈V (−
1
2
,− 1
2
)
RR (z1, z¯1)V
(− 1
2
,− 1
2
)
RR (z2, z¯2)V
(−1,−1)
NSNS (z3, z¯3)V
(0,0)
NSNS(z4, z¯4)〉 . (4.70)
Refermios al lector interesado en los detalles del ca´lculo a la publicacio´n [55]. El resultado final en
el caso en que los modos RR esta´n corresponden a perturbaciones de la 5-forma y los modos NS-NS
esta´n asociados a dos dilatones viene dado por el producto usual
A(F (1)5 ,F (2)5 , φ(3), φ(4)) = G K , (4.71)
donde en este caso
K = −80κ210s˜ u˜ φ3 φ4F (1)MM1...M4F
(2) M1...M4
N k
M
4 k
N
4 . (4.72)
Ahora bien, en el contexto del estudio hologra´fico del DIS estamos interesados en el re´gimen
de x pequen˜o, en el que s˜  t˜ y es va´lida la aproximacio´n local . En este caso, tomar este l´ımite
consiste simplemente en considerar u˜ = −s˜ en (4.72) e intentar construir una interaccio´n efectiva
de cuatro puntos que permita reproducir esta amplitud. El Lagrangiano asociado a esta interaccio´n
efectiva resulta ser
LF5F5φφ = −20κ210
[G(α′, s˜, t˜→ 0, u˜) s˜2]FMM1...M4 F M1...M4N ∂(Mφ ∂N)φ . (4.73)
El u´ltimo paso consiste en insertar la expresio´n dada en (4.58) para las perturbaciones de F5 y
rescribir esta interaccio´n en 10d en te´rminos de los campos de gauge en AdS5. El reemplazo genera
un integrando de la forma
[G(α′, s˜, t˜→ 0, u˜) s˜2] √gS5 (abcde∇aKAb ∇cKBd ) (εmnopq∂mAAn∂oABp ) ∂(eφ∂q)φ . (4.74)
Finalmente, utilizando la identidad (B.17) junto con la ecuacio´n de autovalores (3.29), y volviendo
a la convencio´n de estados entrantes y salientes, observamos nuevamente la aparicio´n del s´ımbolo
sime´trico dABC y la de la corriente dilato´nica J
C
m definida en (4.50) a trave´s de(
abcde∇aKAb ∇cKBd
)
∂(eφ∂q)φ
∗ =
4i
R
dABC K
e
C∂(eφ∂q)φ
∗ =
2i
R
dABC J
C
q , (4.75)
Adema´s, el factor dABC combinado con la estructura contenida en el segundo pare´ntesis del lado
derecho de (4.74) permite obtener la corriente de Chern-Simons JDn . Esto quiere decir que hemos
obtenido de primeros principios la la estructura de la accio´n efectiva anticipada en (4.53), que hasta
ahora so´lamente hab´ıamos motivado heur´ısticamente. Por u´ltimo, recordamos que en el proceso que
nos interesa nos concentramos en la contribucio´n proporcional a d33C .
8Notemos que en esta seccio´n utlizamos la convencio´n esta´ndar de teor´ıa de cuerdas en la que todos los estados
son considerados entrantes. Volveremos a nuestra convencio´n original con dos estados entrantes y dos salientes a la
hora de calcular la funcio´n de estructura F3.
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La funcio´n de estructura F3
La interaccio´n efectiva de cuatro puntos que hemos obtenido en las secciones anteriores permite
calcular la contribucio´n dominante a la funcio´n de estructura antisime´trica F3(x, q
2): la u´nica que
nos faltaba en el contexto de los blancos escalares. El procedimiento es similar al que realizamos
para obtener F1 y F2 a partir de (4.26). En este caso, el diccionario de la correspondencia AdS/CFT
indica que [37, 45]
− iSAsymeff ≡ nµn∗ν Im
(
TµνAsym
)
=
1
2pi
nµn
∗
νW
µν
Asym , (4.76)
donde la u´ltima igualdad se deduce del teorema o´ptico. Para facilitar la lectura, recordamos que la
accio´n efectiva que debemos evaluar on-shell esta´ dada por
SAsymeff = i
R
6
d33CQC Im
[G(α′, s˜, t˜→ 0, u˜) s˜2]×∫
d5Ω
√
gS5
∫
d5x εmnopq∂mA
3∗
n ∂oA
3
p (φ∂qφ
∗ − φ∗∂qφ) . (4.77)
Las soluciones correspondientes a los modos normalizables de φ y no normalizables de A3m son nue-
vamente (3.24) y (3.11), respectivamente. Adema´s, como en el caso sime´trico es necesario trabajar
en el l´ımite t˜ → 0, y tomar la parte imaginaria del prefactor s˜2G, dada por (4.14). Obtenemos
entonces
nµn
∗
νW
µν
asym = |c′i|2
pi2
3
QI∆√
4piλ
(
Λ2
q2
)∆−1
nµn
∗
ν ε
µνρσ qρPσ
2P · q
1
x
(4.78)
donde la carga efectiva esta´ se define Q = d33CQC , mientras que I∆ corresponde a la integral sobre
el producto cruzado de las funciones de Bessel dada por
I∆ =
∫
dω ω2∆+2K0(ω)K1(ω) =
√
pi
4
Γ (∆+ 1)2 Γ (∆+ 2)
Γ
(
∆+ 32
) . (4.79)
Finalmente, comparando con la descomposicio´n gene´rica (2.15) obtenemos la expresio´n final para
la funcio´n de estructura F3 asociada a un blanco escalar (un glueball) en el re´gimen de x pequen˜o:
F3(x, q
2) =
1
x
(
Λ2
q2
)∆−1 Q |c′i|2pi2
3
√
4piλ
I∆ . (4.80)
Los aspectos ma´s importantes a la hora de analizar el resultado que obtuvimos son los siguientes:
Es importante recordar en que´ contexto estamos trabajando. En efecto, obtuvimos una funcio´n
de estructura F3 no nula incluso en el caso del DIS electro-magne´tico y para un blanco escalar.
Dado que F3 pertence al sector antisime´trico e impar ante una transformacio´n de paridad, esto
no hubiese sucedido para QCD, pero es el resultado correcto para la deformacio´n de la teor´ıa
N = 4 SYM con la que estamos trabajado, en la que asignamos un subgrupo de la simetr´ıa R
el rol del electro-magnetismo. Sin embargo, veremos en el caso de los blancos fermio´nicos que
un razonamiento similar al presentado en estas u´ltimas secciones permite obtener un resultado
potencialmente ma´s general para las funciones de estructura g1. Es ma´s: como describiremos
ma´s adelante, dicho ana´lisis nos llevara´ a poder realizar nuevas comparaciones con los datos
experimentales.
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Destacamos el hecho de haber encontrado una funcio´n de estructura cuya dependencia con
respecto al para´metro de Bjorken x es de la forma F3 ∼ x−1. Obtenemos nuevamente una
divergencia en el l´ımite x → 0 similar a lo descripto anteriormente para las funciones de
estructura sime´tricas. De hecho, la divergencia es a primer orden la misma que la de F2.
Encontramos entonces un contraste importante con el re´gimen de x grande, en el que F3 era
nula o al menos despreciable con respecto a F1 y F2.
Vemos que la dependencia de F3 con respecto a q es exactamente la misma que para las funcio-
nes de la parte sime´trica, es decir que aparece nuevamente el factor de supresio´n (Λ2/q2)∆−1,
con ∆ el nu´mero cua´ntico asociado a la masa de KK del hadro´n incidente. En otras palabras,
el proceso relevante tambie´n es tal que el campo de gauge interactu´a con la parte decreciente
de la funcio´n de onda del hadro´n dual como un todo, como era de esperarse en el l´ımite
N →∞.
Notamos que, a diferencia del caso sime´trico, F3 resulta ser proporcional a una carga Q =
d33CQC asociada al hadro´n inicial incluso en el re´gimen de x pequen˜o. Esto implica una dife-
rencia conceptual para F3 con respecto a F1 y F2: el hadro´n debe estar cargado con respecto
a las simetr´ıas generadas por T8 y T15 para tener una funcio´n de estructura antisime´trica
no nula. En el caso sime´trico vimos que no aparece ninguna condicio´n de este tipo para x
pequen˜o.
La relacio´n entre las integrales I∆ definida en (4.79) y las integrales Ij,n definidas en (4.36)
dada por
I1,2∆+3 =
∫
dω ω2∆+3K21 (ω) =
(2∆+ 2)(∆+ 2)
2∆+ 3
I∆ . (4.81)
indica que hemos encontrado una nueva relacio´n tipo Callan-Gross:
F3(x, q
2) =
Q
ρΩ
4
3
(∆+ 1)F2(x, q
2) =
Q
ρΩ
8
3
(2∆+ 3)(∆+ 1)
(∆+ 2)
xF1(x, q
2) . (4.82)
Por u´ltimo, resaltamos el hecho de que nuestro resultado final es totalmente consistente con
el ana´lisis realizado previamente en [45] para el caso de blancos de esp´ın 1/2, va´lido para
valores de x exponencialmente pequen˜os (a partir de la extrapolacio´n necesaria).
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Cap´ıtulo 5
El re´gimen de x exponencialmente
pequen˜o
En esta seccio´n analizamos lo que sucede en la regio´n parame´trica en la que el para´metro de
Bjorken x toma valores del orden de exp(−√λ) o ma´s pequen˜os. En estas condiciones, la aproxi-
macio´n local que utilizamos en el cap´ıtulo anterior deja de ser va´lida. Veremos que la amplitud
de dispersio´n todav´ıa se puede describir en te´rminos de una expresio´n u´til tanto para generar una
interpretacio´n intuitiva, asociada a la aparicio´n de un feno´meno difusivo en la direccio´n radial,
como para poder realizar comparaciones cualitativas y cuantitativas con los datos experimentales
disponibles.
Comenzaremos repasando las propiedades generales de la dispersio´n de cuatro part´ıculas a
energ´ıas muy altas en el contexto de una teor´ıa gravitatoria, centra´ndonos en el caso escalar para
resaltar ma´s fa´cilmente los conceptos fundamentales, y analizaremos tanto el caso plano como lo
que sucede en el contexto de un espacio AdS. Luego, veremos co´mo se modifica este ana´lisis en el
contexto de la teor´ıa de cuerdas (en AdS5). Finalmente, aplicaremos estos conocimientos a lo que
nos interesa en esta tesis: la descripcio´n hologra´fica del proceso de DIS. Partiendo de la base del
cap´ıtulo anterior, veremos que se obtienen dos resultados distintos para las contribuciones sime´tricas
y antisime´tricas.
5.1. Dispersio´n gravitatoria para energ´ıas altas
En un espacio plano de cuatro dimensiones
Consideremos una dispersio´n de cuatro modos escalares de masa m en un espacio plano y tal
que la energ´ıa del CM s = −(p1 +p2)2 es mucho mayor que el invariante t = −(p1 +p3)2 asociado al
momento intercambiado y que m2. Es fa´cil convencerse de que, sea cual sea la teor´ıa, para energ´ıas
lo suficientemente altas y valores de t lo suficientemente chicos, y siempre y cuando podamos confiar
en el un desarrollo perturbativo, el proceso dominante estara´ dado por el intercambio de una algu´n
modo no masivo en el canal t. Supongamos que en la teor´ıa en cuestio´n hay diversas part´ıculas no
masivas de diversos espines, y consideremos el caso en el que un boso´n de spin j es intercambiado.
Trabajamos en el espacio de momentos, de modo que las reglas de Feynman indican entonces que
la amplitud sera´ proporcional a la contraccio´n del propagador correspondiente Gµ1...µj ,ν1...νj (t) con
alguna estructura de ı´ndices construida a partir de los modos escalares φi(x) = e
ipi·x en cada uno
de los ve´rtices. Teniendo modos externos escalares, esos ı´ndices solamente pueden corresponder a
sus derivadas, es decir a los momentos pi. Una aproximacio´n razonable consiste en considerar que
los momentos de las part´ıculas incidentes casi no se modifican durante la dispersio´n, de modo que
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p3 ≈ −p1 y p4 ≈ −p2. Por lo tanto, vemos que la contribucio´n dominante vendra´ dada por situacio´n
en la cual la mayor cantidad posible de estas derivadas quedan contraidas entre los dos ve´rtices,
generando como ma´ximo un factor sj . En te´rminos del propagador, esto quiere decir que solamente
resulta importante considerar el siempre presente te´rmino
Gµ1...µj ,ν1...νj (t) =
1
t
[
gµ1ν1 . . . gµjνj + · · ·
]
. (5.1)
Ya utilizamos este razonamiento en la seccio´n anterior (aunque en el contexto de AdS). En
efecto, hemos notado que en una teor´ıa gravitatoria, el ma´ximo spin disponible es j = 2, de manera
que el proceso de altas energ´ıas esta´ dominado por el intercambio de un gravito´n. Tambie´n sabemos
que el acoplamiento se da universalmente con el tensor de energ´ıa momento de los modos externos
involucrados, del que solamente nos interesa el te´rmino
T φµν =
1
2
∂µφ∂νφ
∗ + · · · . (5.2)
En conclusio´n, la amplitud de nuestra dispersio´n viene dada a primer orden por
A(1)(pi) = −κ2 s
2
t
(5.3)
adema´s de una delta de Dirac asociada a la conservacio´n del momento, y donde κ representa la
constante de Einstein correspondiente al acoplamiento gravitatorio.
Conviene tomarnos el trabajo de analizar un poco ma´s esta amplitud y de rescribirla de una
manera que nos sera´ u´til a la hora de generalizarla. Por empezar, notamos que podemos pensar en
que tenemos un acoplamiento efectivo de la forma
κeff(s) = κ s, (5.4)
totalmente consistente con el hecho de que la gravedad se acopla con la energ´ıa, por decirlo de
alguna manera, y que nos indica que la expansio´n perturbativa sera´ va´lida para energ´ıas grandes
siempre y cuando mantengamos κeff  1. Por otro lado, en el sistema CM y en coordenadas de
cono de luz tenemos aproximadamente
p+1 ≈ −p+3 , p−2 ≈ −p−4 , (5.5)
con s ≈ −2p+1 p−2 de modo que si pasamos al espacio de posicio´n en las direcciones transversas la
parte escalar del propagador puede expresarse como [58]
1
t
→ −
∫
dq2⊥
(2pi)2
eiq⊥·x⊥
q2 − i ≈ −
∫
dq2⊥
(2pi)2
eiq⊥·x⊥
q2⊥ − i
(5.6)
con q = p1 + p3, es decir que resulta ser independiente de las componentes p
±
i . Pensando en esta
representacio´n mixta, asociada a la nocio´n del para´metro de impacto b (la separacio´n transversal
en las condiciones iniciales), rescribimos la amplitud como
A(1)(s, b) = 2s
∫
db2
(2pi)2
eiq⊥·b χ(s, b) , χ(s, b) ≡ 1
2s
∫
dq2⊥
(2pi)2
κ2s2
eiq⊥·b
q2⊥ − i
. (5.7)
Por ahora, esto es simplemente una transformada parcial de Fourier, pero veremos en un momento
que la definicio´n de la denominada fase eikonal χ(s, b) permite generalizar esta amplitud de manera
directa.
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En efecto, sabemos que a medida que consideremos energ´ıas mayores la expansio´n perturbativa
requiere, al menos en un primer momento, la inclusio´n de diagramas que incluyan una cantidad
cada vez mayor de loops. Siguiendo el mismo razonamiento de los pa´rrafos anteriores, los diagramas
que dara´n la contribucio´n dominante son los denominados diagramas tipo escalera como el de la
figura 17 que dan cuenta del intercambio de n gravitones.
Figura 17: Diagramas tipo escalera para la dispersio´n de escalares en el re´gimen de altas energ´ıas.
Lo interesante es que, al menos en este re´gimen, podemos considerarlos a todos y resumarlos
en una u´nica expresio´n compacta. Esto es porque los propagadores escalares tambie´n se ven sim-
plificados. Esquema´ticamente, si consideramos por ejemplo el modo cuyo momento esta´ dado por
p = p1 − k1, donde k1 es el momento asociado al primer gravito´n que se propaga, tenemos
1
p2 +m2 − i =
1
(p1 − k1)2 +m2 − i ≈
1
2p+1 k
−
1 − i
. (5.8)
La integracio´n del momento que circula en el loop tendra´ una parte asociada a las componentes
transversales, que en virtud de (5.6) resulta ser independiente de las integrales asociadas a las
componentes del cono de luz. Estas u´ltimas se pueden realizar a partir de (5.8) aplicada a los
escalares cuyos momentos son (p1 − k1) y (p2 + k1), respectivamente, y utilizando el teorema de
residuos. De esta manera, en el caso de un loop simplemente se genera un factor multiplicativo
− 1
2p+1
1
2p−2
= − 1
2s
(5.9)
adema´s de los factores s2 por cada propagador gravitatorio. En resumen, acabamos de describir
esquema´ticamente las razones de la factorizacio´n que se da en este re´gimen.
Finalmente, teniendo en cuenta los factores de simetr´ıa de los distintos diagramas obtenemos
una amplitud que resuma todos los intercambios de n gravitones dada por
Aeikonal(s, t = −q2⊥) = −2is
∫
db2
(2pi)2
eiq⊥·b [exp (iχ(s, b))− 1] . (5.10)
A diferencia de las amplitudes asociadas a cada uno de los diagramas de la serie, esta fo´rmula
resulta ser va´lida para valores muy altos de s. En efecto, el crecimiento de la amplitud eikonal
(5.10) para valores arbitrariamente grandes de la energ´ıa resulta mucho menor al de las potencias
de s asociadas a cada uno de los diagramas individuales resumados por la exponencial. De esta
manera, (5.10) permite satisfacer los requisitos que existen en cualquier teor´ıa unitaria.
Es interesante notar que, sin embargo, la aproximacio´n deja de ser va´lida antes de alcanzar
energ´ıas del orden de la masa de Planck. El problema puede analizarse directamente en te´rminos
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de (5.10): la expansio´n en serie de la exponencial deja de tener sentido cuando la fase toma valores
χ ∼ 1. A valores fijos de s, puede verse que e´sto sucede cuando el para´metro de impacto se acerca
al radio de Schwarszchild R(s) definido por la escala de la energ´ıa del CM [58]. La interpretacio´n
es simple: para dichos para´metros de impacto las condiciones iniciales inducen la formacio´n de
un agujero negro. En estas condiciones es claro que la expansio´n perturbativa de la gravedad de
Einstein pensada como teor´ıa efectiva pierde sentido. En el contexto de DIS consideraremos a lo
largo de toda esta tesis que las condiciones iniciales en el bulk nunca llegan a ser tan extremas. Por
otro lado, vale la pena aclarar que el hecho de considerar una teor´ıa de cuerdas en espacio plano
como teor´ıa completa de la gravedad no modifica cualitativamente el ana´lisis que hemos realizado
en esta seccio´n.
Extensio´n a AdS5
El ana´lisis que acabamos de realizar para procesos de dispersio´n en espacio plano puede ex-
tenderse de manera ana´loga al caso en el que la geometr´ıa es la de AdS5. La primera diferencia
esta´ en la forma de las funciones de onda externas, que debera´n incluir las funciones de Bessel
asociadas a la direccio´n radial con las que trabajamos en los cap´ıtulos anteriores. Por otro lado,
debemos incluir a la direccio´n radial entre las direcciones transversas, de manera que el propagador
del gravio´n tambie´n se modifica. El ana´lisis del diagrama a nivel a´rbol es similar al que lleva a
(5.7), y el resultado final toma en este contexto la misma forma que antes aunque con una nueva
fase χ dada por
χ(s, b, z, z′) =
1
2s
[
κ25s
2
R
(
zz′
R2
)]
G3(b, z, z
′), (5.11)
donde G3(b, z, z
′) representa el propagador de un modo escalar en el AdS3 transverso. Para poder
pensar en resumar todas las contribuciones de los diagramas de la serie eikonal, so´lo necesitamos
analizar el nuevo propagador escalar en AdS5. En este caso, el resultado ana´logo a (5.8) pasa a ser
simplemente
(zz′)2
∫
dkk
J∆−2(kz)J∆−2(kz′)
k2 + (k1)2⊥ + 2p
+
1 k
−
1
. (5.12)
Utilizando la identidad (B.23) para las integrales que involucran las funciones de Bessel y siguiendo
los pasos de la seccio´n anterior obtenemos la siguiente expresio´n final para la amplitud:
Aeikonal−AdS(s, t = −q2⊥, z, z′) = −2is
∫
db2
(2pi)2
eiq⊥·b
(
zz′
R2
)2 [
exp(iχ(s, b, z, z′))− 1] (5.13)
con la fase definida en (5.11), y donde hemos omitido nuevamente las deltas de Dirac asociadas
a la conservacio´n del momento longitudinal y a la localidad en las direcciones transversas. Hemos
mantenido una representacio´n mixta en te´rminos de momentos en las direcciones planas y posiciones
en la direccio´n radial para obtener el resultado que hemos de comparar ma´s adelante con la amplitud
asociada al DIS hologra´fico.
Vale la pena detenerse un instante para analizar el re´gimen de validez de la fo´rmula eikonal que
acabamos de obtener. Por ahora hemos trabajado en el re´gimen en el que la descripcio´n gravitatoria
es lo suficientemente precisa, y tomando z y z′ muy pequen˜as en comparacio´n con una posible
deformacio´n IR del espacio AdS alrededor de una escala z0. Sin embargo, tambie´n necesitamos que
z y z′ sean lo suficientemente grandes como para que la energ´ıa del CM s˜ ≈ szz′/R2 siga siendo
grande, por ejemplo, en comparacio´n con la masa de Planck. Por otro lado, notamos que hemos
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obtenido una fo´rmula para la amplitud completa, mientras que para utilizarla en el contexto del
DIS necesitaremos considerar t = 0 y quedarnos u´nicamente con la parte imaginaria.
5.2. El Pomero´n
Nuestro objetivo en esta seccio´n consiste en intentar utilizar un razonamiento similar al de la
seccio´n anterior para extender los resultados que hemos obtenido en la regio´n de x chico a valores
exponencialmente pequen˜os, es decir, a energ´ıas del CM au´n ma´s altas. Para esto, formalizaremos
la idea del intercambio de un modo reggeizado ma´s alla´ del re´gimen de validez de la aproximacio´n
local. En el caso sime´trico, conceptualmente cercano al intercambio de un gravito´n, este modo
efectivo es el denominado Pomero´n.
Ruptura de la aproximacio´n local
Volvamos al ana´lisis de las contribuciones sime´tricas al DIS. Hemos visto que para tener en
cuenta que la teor´ıa del bulk en es en realidad una teor´ıa de supercuerdas basta con modificar el
propagador gravitatorio 1/t˜ mediante la inclusio´n del prefactor s˜2G. Tomando la parte imaginaria
en el l´ımite s˜ t˜, este reemplazo se reduce a la inclusio´n de un factor (4.14). En el cap´ıtulo anterior
elegimos despreciar el factor (
α′s˜
4
)α′ t˜/2
≈ 1 para log
(√
λ
)
 s. (5.14)
Sin embargo, teniendo en cuenta que s ∼ 1/x vemos que esta aproximacio´n deja de ser va´lida en
el re´gimen de x exponencialmente chico. Ma´s precisamente, en este cap´ıtulo nos concentramos en
el re´gimen
λ, s →∞ con
log
(√
λ
)
s
fijo. (5.15)
Por lo tanto, debemos incluir este factor, y nuestra nueva expresio´n para la amplitud pasa a ser
nµn
∗
νW
µν = 2pi × piα
′
2
∞∑
m=1
∫
dz
√
gAdS F
∗
mnF
pn
(
α′s˜
)α′ t˜/2
∂mφ∗ ∂pφ. (5.16)
Ahora bien, hemos visto que si bien en el re´gimen del DIS era va´lido reemplazar a s˜ por una
constante, esto no era cierto para t˜, cuyo caracter de operador diferencial de segundo orden no
puede pasarse por alto. En efecto, tenemos
t˜ = α′
z2
2R2
t+
1
R2
∇2z + . . . , (5.17)
donde hemos despreciado las fluctuaciones en las direcciones angulares asociadas a S5. Como ya
hemos discutido, en el caso del DIS tenemos las condiciones iniciales son tales que t = 0, aunque esto
no es suficiente para tener t˜ = 0 en la descripcio´n hologra´fica debido a presencia de las derivadas
en z. Este operador diferencial no actu´a de manera simple sobre cada una de las soluciones, sino
que puede pensarse como un laplaciano actuando sobre los modos intercambiados, cuyo spin es
aproximadamente j ≈ 2. Por lo tanto, podemos escribir
α′
2
t˜ ≈ 1
2
√
λ
∆2 =
1
2
√
λ
[
z2∂2z − z∂z − 4
]
, (5.18)
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donde ∆2 es un caso particular de la expersio´n va´lida para un spin gene´rico j
∆j ≡ 1
zj
∆0z
j , ∆0 ≡ 1
R2
[
z2∂2z − 3z∂z
]
(5.19)
que coincide con el operador laplaciano a menos de una funcio´n escalar:
∇2z|j = ∆j + f(j). (5.20)
Para encontrar la funcio´n escalar f(j) podemos analizar caso por caso las ecuaciones de movimiento
de los diferentes modos en AdS5. A partir de la ecuacio´n de movimiento del gravito´n vemos, por
ejemplo, que f(2) = 0.
Consideremos por un momento un caso ma´s simple que el DIS: la dispersio´n de cuatro modos
escalares. En ese caso, y teniendo en cuenta la presencia de los operadores diferenciales que acabamos
de describir, la expresio´n para la amplitud tomar´ıa la forma
A ∝
∫
dz
√
g(z)φ1φ3
(
α′s˜
)2+α′ z2
R2
t+ 1
2
√
λ
[z2∂2z−z∂z−4] φ2φ4, (5.21)
con
√
g ∼ R10z−5. Resulta conveniente introducir una nueva variable
u = − ln z
z0
⇒ −dz
z
= du y z2∂2z + z∂z = (−z∂z)(−z∂z) = ∂2u (5.22)
utilizando alguna escala arbitraria de referencia z0 que en este caso podemos hacer coincidir con
el cutoff IR del modelo hard-wall tomando z0 = zmin = 1/Λ para que ma´s adelante sea simple
imponer las condiciones de contorno 1. Que aparezca esta nueva variable u con una representacio´n
ma´s simple no es una casualidad: nos esta´ diciendo que ∇2 es un operador hermı´tico si pensamos
en un problema de meca´nica cua´ntica auxiliar en la direccio´n radial. En este problema auxiliar
u esta´ identificado con el tiempo asociado al hamiltoniano H2 = −(∂2u − 4). Equivalentemente,
podemos considerar el producto interno usual pero con la medida du = dz/z. La idea de pensar
en un problema de meca´nica cua´ntica consiste en reinterpretar la amplitud utilizando el producto
interno que acabamos de describir de la siguiente manera:
A(t = 0) ∝ R6〈Φ13|
(
α′s
)2+ 1
2
√
λ
[∂2u−4] |Φ24〉 = R6
∫
dz
z
〈Φ13|z〉〈z|
(
α′s
)2+ 1
2
√
λ
[∂2u−4] |Φ24〉, (5.23)
donde 〈z|Φij〉 = φi(z)φj(z). Notemos que la medida del producto interno implica que
1 =
∫
du |u〉〈u| =
∫
dz
z
|z〉〈z| , 〈z|z′〉 = zδ(z − z′) , 〈u|u′〉 = δ(u− u′). (5.24)
Para evaluar expl´ıcitamente la amplitud, lo ma´s sencillo es diagonalizar el operador H2, que por ser
hermı´tico tiene una base de autofunciones con autovalores reales, e insertar una identidad construida
en base a dichas autofunciones. Este operador tiene una forma muy simple: las autofunciones
resultan ser las ondas planas en la coordenada u. Si las etiquetamos en base a su energ´ıa Eν ,
corresponden a estados |ν〉 tales que
〈u|ν〉 ≡ eiνu , H2|ν〉 = Eν |ν〉 , Eν = ν2 + 4, (5.25)
y por lo tanto satisfacen las siguientes identidades:
〈ν|ν ′〉 =
∫
du〈ν|u〉〈u|ν ′〉 =
∫
dueiu(ν
′−ν) = 2piδ(ν − ν ′) ⇒ 1 ≡
∫
dν
2pi
|ν〉〈ν|. (5.26)
1Sin embargo, seguiremos escribiendo algunas fo´rmulas en te´rminos de z pues sera´ u´til tenerlas a la hora de analizar
el caso j = 1.
5.2. EL POMERO´N 77
Por lo tanto, lo que podemos hacer es insertar una doble identidad
1 =
∫
du
∫
dν
2pi
|ν〉〈ν|u′〉〈u′|, (5.27)
a la izquierda de Φ24. Notemos que esto quiere decir que no quedara´n todos evaluados en el mismo
punto, sino que tendremos Φ13(u) y Φ24(u
′): estamos en presencia de la anunciada pe´rdida de
localidad. Lo importante es que de esta manera, aislamos el kernel2 K(u, u′, t = 0, j = 2) que ya
podemos definir y calcular expl´ıcitamente utilizando una integral gaussiana:
K(u, u′, t = 0, j = 2) ≡ 〈u| (α′s)2+ 12√λ [∂2u−4] |u′〉
=
∫
dν
2pi
〈u| (α′s)2− 12√λH2 |ν〉〈ν|u′〉
=
∫
dν
2pi
〈u| (α′s)2− 12√λ (ν2+4) |ν〉〈ν|u′〉 (5.28)
=
(
α′s
)2− 2√
λ
∫
dν
2pi
(
α′s
)− 1
2
√
λ
ν2 〈u|ν〉〈ν|u′〉
=
(
α′s
)2− 2√
λ
∫
dν
2pi
(
α′s
)− 1
2
√
λ
ν2
eiν(u
′−u).
Integrando en −∞ < ν < +∞ y definiendo τ = ln (α′s) resultado final se puede escribir como
K(u, u′, t = 0, j = 2) = (α′s)2− 2√λ √λ1/2
2piτ
e−
√
λ
2τ
(u−u′)2 , (5.29)
donde la exponencial en (u− u′)2 es lo que se conoce como factor de difusio´n, y los dema´s factores
del exponente forman el tiempo caracter´ıstico asociado. Finalmente, la amplitud que quer´ıamos
calcular resulta ser
A(t = 0) ∝ R6
∫
du
∫
du′ φ1(u)φ3(u)K(u, u′, t = 0, j = 2)φ2(u′)φ4(u′) (5.30)
= R6
∫
dz
z
∫
dz′
z′
φ1(z)φ3(z)K(u(z), u′(z′), t = 0, j = 2)φ2(z′)φ4(z′).
Ahora bien, resulta interesante y necesario contestar las siguientes dos preguntas:
¿Que´ pasa cuando t 6= 0?
¿Que´ pasa cuando tenemos en cuenta el hard-wall (confinamiento)?
Las primera la vamos a contestar sin entrar en detalles, mientras que la segunda va a ser importante
y la analizaremos con ma´s cuidado. Por un lado, cuando t 6= 0 el planteo es similar pero lo que
cambia es el operador que hay que diagonalizar, y teniendo en cuenta (5.17) es fa´cil ver que lo que
hay que hacer es reemplazar
H2 → H2 − V (u) , V (u) = z20e−2ut (5.31)
de modo que ahora en el problema efectivo de meca´nica cua´ntica tenemos que considerar la presencia
de un potencial. La interpretacio´n es distinta segu´n si es positivo o negativo. Si t < 0 tanto
2En realidad esta ser´ıa ma´s bien su parte imaginaria. Se lo puede reconstruir en su totalidad usando te´cnicas de
integrales complejas y transformadas de Mellin al espacio j [59].
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las autofunciones como el kernel son mas complicados pero se pueden encontrar en te´rminos de
funciones de Bessel [13].
En cuanto al confinamiento, lo que cambia la presencia del cutoff en z0 = zmin = Λ
−1 son las
condiciones de contorno. Esto ya lo sab´ıamos de nuestros modos escalares entrantes en DIS, que
pueden ser tratados como modos en una caja y anularse en z0, pues decidimos imponer condiciones
de contorno de Dirichlet. Sin embargo, lo que va a cambiar aqu´ı son las condiciones de contorno de
las autofunciones de H2 en el IR. Vamos a elegir en este caso condiciones de Neumann en el hard-
wall. La interpretacio´n es la siguiente: en los bordes de la truncacio´n del espacio AdS5, el gravito´n
hmn se acopla con el tensor de energ´ıa momento de la teor´ıa de campos. Sin embargo, sin inserciones
extra esta cantidad se tiene que conservar, y por lo tanto no puede haber fuentes. Esto quiere decir
que nuestra condicio´n de contorno tienen que anular el flujo de las corrientes conservadas asociadas
a nuestra fluctuacio´n. Dichas corrientes se pueden construir fa´cilmente: dada una cierta fluctuacio´n,
podemos pensar ahora en el tensor de energ´ıa-momento asociado, que debera´ satisfacer
∇mTmn = 0. (5.32)
Ahora bien, para cualquier vector de Killing Km asociado a nuestra me´trica de AdS5 podemos
construir una corriente definida como
Jm ≡ KnTmn, (5.33)
que por construccio´n sera´ conservada, es decir que cumplira´ ∇mJm = 0. Si lo que queremos es
anular los flujos hacia el borde IR (los del borde conforme se anulan automa´ticamente) tenemos
que pedir Jz = 0 para todas estas corrientes. Ahora bien, para aplicar esto a nuestra fluctuacio´n
del gravito´n, podemos usar un truco que consiste en reinterpretarla en te´rminos de una fluctuacio´n
escalar efectiva. En efecto, hemos visto que siempre podemos reorientar los ejes de manera que
s = −2p+1 p−2 , y en este sistema de referencia dijimos anteriormente que el escaleo de la energ´ıa
implica que la u´nica componente de la fluctuacio´n que nos importa es h++. Este modo cumple la
ecuacio´n de movimiento
0 = ∆2h++ = z
−2∆0(z2h++). (5.34)
Por lo tanto, si definimos un campo escalar φ ≡ z2h++(z), este debera´ cumplir la ecuacio´n de
movimiento de un escalar no masivo en AdS5 (se puede ver que para j = 0 el operador ∆0 coincide
con el laplaciano, es decir que f(0) = 0), y describe el u´nico grado de libertad relevante. Podemos
definir entonces el correspondiente Tmn de la misma manera que en (4.30), y eligiendo como vector
de Killing cualquiera de las traslaciones en las direcciones xµ, es fa´cil ver que cualquiera sea la
corriente que armemos, valdra´ la propiedad
Jz ∝ Km∂mφ∂zφ. (5.35)
Entonces, la condicio´n de borde que queremos imponer puede escribirse como sigue:
∂z(φ)|z0 = ∂z(z2h++)|z0 = 0. (5.36)
Esto tiene que valer para las autofunciones de H2. La solucio´n ma´s general es
〈z|ν〉 = Ae−iνu(z) +Beiνu(z) = A
(
z
z0
)iν
+B
(
z
z0
)−iν
, (5.37)
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y por lo tanto nos vemos forzados a imponer
B = A
(
ν − 2i
ν + 2i
)
. (5.38)
Finalmente, adoptando la normalizacio´n 〈ν|ν〉 = 1 (o lo que es lo mismo, |A|2+|B|2 = 1) concluimos
que las autofunciones apropiadas toman la forma
〈u|ν〉 = 1√
2
[
e−iνu +
(
ν − 2i
ν + 2i
)
eiνu
]
. (5.39)
Utilizando estas autofunciones y repitiendo los pasos del caso conforme obtenemos el nuevo kernel:
KΛ(u, u′, t = 0, j = 2) = K(u, u′, t = 0, j = 2) + F (u, u′, τ˜)K(u,−u′, t = 0, j = 2), (5.40)
donde τ˜ = (4λ)−1/2τ y hemos definido
F (u, u′, τ˜) = 1− 4
√
piτ˜eη
2
erfc(η) , η =
u+ u′ + 4τ˜√
4τ˜
, erfc(η) =
2√
pi
∫ ∞
η
dx e−x
2
. (5.41)
Contribuciones antisime´tricas
En la parte antisime´trica la mayor contribucio´n viene del caso j ≈ 1, entonces necesitamos
entender que´ cambia en el me´todo y los resultados de la seccio´n anterior. Para j = 1, la part´ıcula
que se propaga es un boso´n, es decir una part´ıcula vectorial. En consecuencia, el escaleo con la
energ´ıa sera´ ahora de la forma
(α′s˜)1+
α′
2
t˜ ≈ z
2
R2
(
α′s
)1+α′
2
t˜
. (5.42)
Esto quiere decir que la medida de lo que jugara´ las veces de producto interno ma´s adelante ahora
pasa a ser dz/z3, pero esto no es una sorpresa ya que nuestra representacio´n del operador diferencial
t˜ tampoco sera´ la misma. Al tener una part´ıcula intermedia de spin 1, el acoplamiento sera´ con
una corriente conservada construida con el campo escalar, en vez de con un tensor sime´trico. Por
lo tanto, al extraer las derivadas covariantes, tenemos que pensarlas como aplicadas sobre esta
corriente
JM ∼ φ∇Mφ, (5.43)
lo que nos obliga a concentranos en el laplaciano de spin 1. Este se construye a partir del operador
R2∆1 = z
2∂2z − z∂z − 3, (5.44)
y adema´s se puede ver que la ecuacio´n de movimiento que nos interesa (de un vector no masivo en
AdS5) puede escribirse (∆1 + 3)Aµ = 0 [45], de manera que f(1) = 3 y
∇2j=1 = ∆1 + 3 = z2∂2z − z∂z = 4∂2ρ + 4∂ρ ≡ −H1. (5.45)
En la u´ltima fo´rmula hemos introducido una nueva variable tal que (z/z0)
2 = e−ρ, o lo que es lo
mismo, ρ = −2 ln(z/z0). Vale la pena recordar que por ahora z0 es una escala arbitraria, pero en
el caso confinante tomaremos z0 = zmin = Λ
−1. Resulta que este operador no es hermı´tico con el
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producto interno definido en la seccio´n anterior, pero s´ı lo es con la nueva medida, y por lo tanto
utilizaremos
1 =
∫
dz
z20
z3
|z〉〈z| =
∫
dρ
2
eρ|ρ〉〈ρ| , 〈z|z′〉 = z
3
z20
δ(z − z′) , 〈ρ|ρ′〉 = 2e−ρδ(ρ− ρ′). (5.46)
Con este producto interno, H1 es hermı´tico y tenemos un problema de meca´nica cua´ntica efectivo
bien definido. Lo que sigue es lo mismo que antes: encontrar las autofunciones del operador (con
autovalores reales positivos), que ahora vienen dadas por estados |ν〉 tales que
〈ρ|ν〉 ≡ e−ρ/2eiνρ = z(ρ)
z0
eiνρ , H1|ν〉 = Eν |ν〉 , Eν = 4ν2 + 1 , 1 =
∫
dν
pi
|ν〉〈ν|. (5.47)
Procediendo como antes, obtenemos para el nuevo kernel
K(ρ, ρ′, t = 0, j = 1) ≡ 〈ρ| (α′s)1+ 12√λ [4∂2ρ+4∂ρ] |ρ′〉
=
∫
dν
pi
〈ρ| (α′s)1− 12√λH1 |ν〉〈ν|ρ′〉
=
∫
dν
pi
〈ρ| (α′s)1− 12√λ (4ν2+1) |ν〉〈ν|ρ′〉 (5.48)
=
(
α′s
)1− 1
2
√
λ
∫
dν
pi
(
α′s
)− 2√
λ
ν2 〈ρ|ν〉〈ν|ρ′〉
=
(
α′s
)1− 1
2
√
λ e−(ρ+ρ
′)/2
∫
dν
pi
(
α′s
)− 2√
λ
ν2
eiν(ρ
′−ρ),
de donde finalmente
K(ρ, ρ′, t = 0, j = 1) = (α′s)1− 12√λ e−(ρ+ρ′)/2√λ1/2
2piτ
e−
√
λ
8τ
(ρ−ρ′)2 (5.49)
=
(
α′s
)1− 1
2
√
λ
(
z(ρ)z′(ρ′)
z20
)√
λ1/2
2piτ
e−
√
λ
8τ
(ρ−ρ′)2 .
Reemplazando esto en la amplitud obtenemos
A(t = 0) ∝ R6
∫
dρ
eρ
2
∫
dρ′
eρ
′
2
φ1(ρ)φ3(ρ)K(ρ, ρ′, t = 0, j = 1)φ2(ρ′)φ4(ρ′) (5.50)
= R6
∫
dz
z20
z3
∫
dz′
z20
z′3
φ1(z)φ3(z)K(ρ(z), ρ′(z′), t = 0, j = 1)φ2(z′)φ4(z′).
Los comentarios de la seccio´n anterior para el caso t 6= 0 y las posibles dependencias en la esfera
siguen siendo va´lidos, pero lo que es interesante es lo que sucede con el caso confinante. Como
antes, al introducir el hard-wall vamos a pensar en una condicio´n de contorno tipo Neumann para
las autofunciones de H1. Es ma´s, podemos realizar el mismo truco que antes y escribir al tensor de
energ´ıa-momento de la fluctuacio´n (y luego a las corrientes conservadas asociadas) en te´rminos de
un campo escalar. Su definicio´n ahora viene dada por (ver en la ecuacio´n (4.11) de [45]3)
0 = z2(∆1 + 3)A+ = z
2(z−1∆0z + 3)A+ = z(∆0z + 3z)A+ = z(∆0 + 3)(zA+), (5.51)
3Recordemos que la definicio´n de Hatta para ∆j y la nuestra difieren en un signo.
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de modo que φ ≡ zA+(z) cumple la ecuacio´n de movimiento de un campo escalar (masivo) en
AdS5, y la condicio´n de contorno resulta ser
∂z(φ)|z0 = ∂z(zA+)|z0 = 0. (5.52)
Ahora bien, como las autofunciones de por s´ı ya eran de la forma z × [onda plana(ρ)], es decir
que ya ten´ıan un factor z extra comparada con las del caso j = 2, la modificacio´n que estamos
encontrando en la condicio´n de borde simplemente corrige esto, y deja todo como en la seccio´n
anterior. En consecuencia, ahora tendremos
〈z|ν〉 = A z
z0
e−iνρ(z) +B
z
z0
eiνρ(z) = A
(
z
z0
)1+iν
+B
(
z
z0
)1−iν
⇒ B = A
(
ν − 2i
ν + 2i
)
, (5.53)
y la modificacio´n en el kernel sera´ ana´loga:
KΛ(ρ, ρ′, t = 0, j = 1) = K(ρ, ρ′, t = 0, j = 1) + F (ρ, ρ′, τ˜)K(ρ,−ρ′, t = 0, j = 1). (5.54)
Correcciones en loops y unitariedad
En esta seccio´n analizaremos brevemente la aplicacio´n del formalismo eikonal en el contexto del
Pomero´n. En el diagrama nivel a´rbol, la u´nica diferencia entre el proceso que hemos decripto en la
seccio´n anterior y la dispersio´n gravitatoria radica en el reemplazo del propagador del gravito´n por
el propagador del Pomero´n, asociado a una part´ıcula efectiva que tiene en cuenta la presencia de la
torre de estados excitados de cuerdas presente en la teor´ıa IIB completa [13, 59]. Como ya hemos
destacado, en el contexto del DIS este reemplazo es crucial pues induce la aparicio´n de una parte
imaginaria no nula en un proceso que de otra manera tendr´ıa una amplitud estrictamente real.
Si ahora consideramos procesos donde la energ´ıa del CM es cada vez ma´s grande el hecho de que
la constante de acoplamiento efectiva de la accio´n de Einstein-Hilbert este´ directamente relacionada
con la energ´ıa indica que ya no podemos suponer que los diagramas con el intercambio de un nu´mero
n > 1 de Pomerones este´n realmente suprimidos con respecto al caso n = 1. El razonamiento es
similar al de la seccio´n 5.1, donde analizamos el caso puramente gravitatorio. El objetivo de la
descripcio´n eikonal es resumar los diagramas en los que se intercambian n Pomerones exactamente
como lo hicimos en el caso puramente gravitatorio.
Al igual que en el caso gravitatorio, el primer paso consiste en pasar al espacio de coordenadas
en las direcciones (planas) transversales escribir la amplitud en te´rminos del para´metro de impacto.
Para esto, consideramos momenta´neamente t 6= 0 y definimos un momento transverso en dos
dimensiones ~q⊥ tal que t = −~q2⊥. Es importante tener en cuenta que ma´s alla´ del nivel a´rbol
debemos utilizar la forma completa del kernel K, y no solamente su parte imaginaria. En esta
seccio´n utilizaremos la notacio´n K para indicar el kernel (o propagador del Pomero´n) completo,
definido como la solucio´n de la siguiente ecuacio´n diferencial [59]:[
−z5∂zz−3∂z − z2t+ 2
√
λ(j − 2)
]
K(j, t, z, z′) = R−4z5δ(z − z′). (5.55)
Aqu´ı hemos elegido trabajar directamente en cinco dimensiones. Adema´s, hemos realizado una
transformacio´n adicional de Mellin para pasar del para´metro s a la continuacio´n anal´ıtica del spin,
j. El kernel definido por (5.55) puede obtenerse directamente a partir de las expresiones que venimos
utilizando para la parte imaginaria como
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K(j, t, z, z′) =
∫ ∞
0
dsˆ sˆ−j−1Im
[K(s, t, z, z′)] , (5.56)
con sˆ ≡ zz′s. Sabemos que la regio´n de mayor intere´s es j ≈ j0 = 2− 2/
√
λ. Entonces, en te´rminos
del para´metro de impacto ~b ≡ ~x⊥ − ~x′⊥ tenemos
K(j, b, z, z′) =
∫
d2q⊥
(2pi)2
ei~q⊥·~b
⊥K(j, q⊥, z, z′). (5.57)
Obviamente, a partir de esta definicio´n podemos obtener una expresio´n para K(s, b, z, z′).
Teniendo estos resultados podemos comenzar a analizar orden a orden la expansio´n en loops,
asociada a diagramas como los de la figura 17. Las reglas de Feynman asociadas a estos diagramas
son las siguientes:
Por cada Pomero´n que se propague en la direccio´n vertical, isertamos un propagadorK(s, b, z, z′)
y una unidad imaginaria.
Por cada l´ınea horizontal interna insertamos un propagador escalar en AdS5 y una unidad
imaginaria.
Por cada ve´rtice insertamos una constante de acoplamiento κ5.
Agregamos un factor global (−i).
Utilizando estas reglas, vemos que nuevamente aparecen las multiplicidades necesarias orden a
orden. Obtenemos entonces una amplitud de la forma
A(s, t) = 2i s
∫
d2be−i~q⊥·~b
⊥
∫
du du′ P13(u)
[
1− exp (iχ(s, b, u, u′))]P24(u′). (5.58)
Los factores de escala
Pij(u(z)) = R
3z−2φi(z)φj(z) (5.59)
contienen la informacio´n de los estados externos, y la fase eikonal esta´ definida como
χ(s, b, z, z′) =
κ25R
2z2z′2s
K(s, b, z, z′). (5.60)
Es importante realizar un ana´lisis detallado sobre que´ tipo de proceso aporta la contribucio´n
dominante en esta amplitud segu´n el valor de los para´metros s, t, λ y, en el caso de la aplicacio´n
al DIS, q2. Este ana´lisis se vuelve particularmente importante en la regio´n parame´trica conocida
bajo el nombre de l´ınea de saturacio´n, que indica el l´ımite de validez de la aproximacio´n eikonal
por razones de unitariedad, y donde tenemos χ ∼ O(1). Este estudio escapa al objetivo de nuestro
trabajo, pero referimos al lector interesado a las referencias [59, 60].
5.3. DIS en el re´gimen del Pomero´n
En las secciones anteriores hemos calculado expresiones anal´ıticas para los kernels va´lidas para
las espines cercanos a j ≈ 2 y j ≈ 1. En el caso conforme las mismas donde vienen dadas por (5.29)
y (5.49), respectivamente, mientras que para el modelo hard-wall debemos incluir las modificaciones
de (5.40) y (5.54). La interpretacio´n de estos objetos es simple: corresponden a los propagadores de
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las perturbaciones del gravito´n y del foto´n reggeizados. El primero es el modo que se intercambia en
el canal t en el diagrama dominante en la descripcio´n hologra´fica del DIS cuando la energ´ıa del CM
es exponencialmente grande en te´rminos de la constante de ’t Hooft, es decir, cuando el para´metro
de Bjorken toma valores exponencialmente chicos. Sin embargo, este diagrama so´lo contribuye
u´nicamente a las funciones de onda de la parte sime´trica del tensor hadro´nico Wµν . Para el caso de
la funcio´n de estructura antisime´trica F3 necesitamos tener en cuenta un proceso adicional, en el
que el modo intercambiado tiene un propagador asociado en cambio al modo vectorial con j ≈ 1.
A partir de los kernels podemos obtener una expresio´n integral para todas las funciones de
estructura que aparecen en el caso del DIS con un blanco escalar como el glueball. Todas las ex-
presiones que deducimos en este contexto son similares a la de la amplitud (5.30), aunque debemos
incluir las modificaciones asociadas a los factores que contienen la informacio´n de los estados en-
trantes. Para el DIS estos estados ya no son todos escalares: debemos incluir la informacio´n del
campo de gauge Am que excita la insercio´n de la corriente conservada en el borde. Las expresiones
resultantes para las funciones de estructura F1 y F2 son las siguientes:
F1(x, q
2) =
piρ
8
λ1/2
∫
du du′ P (1)A (u)K(u, u′, t = 0, j = 2)Pφ(u′) , (5.61)
1
2x
F2(x, q
2) =
piρ
8
λ1/2
∫
du du′ P (2)A (u)KΛ(u, u′, t = 0, j = 2)Pφ(u′), (5.62)
donde la constante ρ es la que definimos en (4.32), y la informacio´n de los estados externos viene
dada por los factores de escala
P
(1)
A (u(z)) = q
2z2K21 (qz) , P
(2)
A (u(z)) = q
2z2
[
K20 (qz) +K
2
1 (qz)
]
(5.63)
y
Pφ(u(z)) =
R8
z2
φ(z)|2 ≈ (Λz)2∆−2. (5.64)
En el u´ltimo paso hemos aproximado la funcio´n de onda del dilato´n por su comportamiento
en las cercan´ıas del borde de AdS de la misma manera que en la seccio´n anterior. En cuanto a la
funcio´n de estructura antisime´trica F3, el resultado que obtenemos es el siguiente:
F3(x, q
2) =
Qpi2
12
∫
dρ dρ′ e
1
2
(ρ+ρ′) PA(ρ)KΛ(ρ, ρ′, t = 0, j = 1)Pφ(ρ′) (5.65)
donde ahora ρ refiere a la variable ρ(z) y el factor de escala asociado al blanco permanece ide´ntico,
pero la necesidad de tener en cuenta la estructura de la interaccio´n de Chern-Simons nos obliga a
definir
PA(ρ(z)) = q3z3K0(qz)K1(qz). (5.66)
Resulta complicado obtener expresiones anal´ıticas cerradas a partir las expresiones integrales
(5.61), (5.62) y (5.65). Por ahora, simplemente resaltamos los aspectos ma´s importantes de estos
resultados (que en algunos casos hemos enfatizado a lo largo del texto) tal y como esta´n presentados:
La parte escencial de la dependencia en x esta´ contenida en las potencias de (α′s˜) ∼ 1/x
presentes en los respectivos kernels. Estos factores indican la aparicio´n de una correccio´n
O (λ−1/2) en la potencia que encontramos en la regio´n de x chico en la que la aproximacio´n
local resulta apropiada, estudiada en el cap´ıtulo 4. En efecto, encontramos
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F1 ∼
(
1
x
)2− 2√
λ
, F2 ∼
(
1
x
)1− 2√
λ
, F3 ∼
(
1
x
)1− 1
2
√
λ
. (5.67)
La presencia de los factores exponenciales en los kernels
K ∝ exp
[
−
√
λ
2τ
log2
( z
z′
)]
(5.68)
tanto para el caso j ≈ 2 como para j ≈ 1 indica que el proceso de dispersio´n deja de estar
totalmente localizado: se produce difusio´n en la direccio´n radial. El tiempo caracter´ıstico de
esta difusio´n queda definido en te´rminos de la constante de ’t Hooft λ y de la energ´ıa del CM
s a trave´s de τ = log(α′s).
El formalismo del Pomero´n resulta muy pra´ctico incluso si pensamos en extender estos resul-
tados. Esto es en primer lugar porque resulta muy sencillo incluir la ruptura de la simetr´ıa
conforme, por ejemplo en el modelo hard-wall : simplemente necesitamos modificar las condi-
ciones de contorno. En segundo lugar, tambie´n resulta directo incluir las correcciones en loops,
al menos en el re´gimen de validez de la aproximacio´n eikonal. Al hacerlo, debemos utilizar
una transformada de Fourier para pasar al espacio de posicio´n en las direcciones transver-
sas planas, expresando la amplitud en te´rminos del para´metro de impacto. Esto produce la
expresiones como [61]
F2(x, q
2) =
q2
2pi2
∫
d2b
∫
du du′ P (2)A (u)Re
[
1− exp (iχ(s, b, u, u′))]Pφ(u′). (5.69)
Notemos que el factor ei~q˙b ha desaparecido como consecuencia de la condicio´n t = 0, propia
del DIS. Obtenemos tambie´n una expresio´n ana´loga a (5.69), y lo mismo deber´ıa suceder
para F3, pero no hemos analizado este punto en detalle todav´ıa
4. Como vimos, la inclusio´n
de estas correcciones permite acercarse a la regio´n de saturacio´n, en donde la fase χ toma
valores cercanos a uno. En tercer lugar, si bien es irrelevante para el DIS vale la pena resaltar
que tambie´n es posible extender el formalismo a las regiones t < 0 y t > 0, asociados con los
conceptos de soft y hard Pomero´n.
As´ı como destacamos la versatilidad del formalismo, es necesario admitir que la extensio´n a
teor´ıas en las que la funcio´n beta no se anula para energ´ıas altas es un tanto complicado.
Algunos comentarios en este sentido pueden encontrarse en la seccio´n 6 de [13].
Por u´ltimo, dada la similitud evidente entre las expresiones (5.61), (5.62) y (5.65) para las
funciones de estructura y la que se obtiene a trave´s del tratamiento perturbativo y el forma-
lismo de BFKL [43] para la amplitud, presentada en (2.75), es inevitable intentar compararlas
en detalle. La forma funcional de las amplitudes es exactamente la misma a pesar de que los
reg´ımenes que describen son fundamentalmente distintos: el formalismo BFKL es perturba-
tivo, y por lo tanto va´lido solamente para valores pequen˜os de λ, mientras que la descripcio´n
en te´rminos de teor´ıa de cuerdas so´lo tiene sentido para valores grandes de λ.
El feno´meno difusivo aparece en ambos casos: en la descripcio´n de teor´ıa de campos se da en
las componentes transversas del momento, y en la descripcio´n de teor´ıa de cuerdas se da en la
4Es necesario volver a analizar la validez de la aproximacio´n eikonal cuando la contribucio´n dominante no es la
gravitatoria, y la respuesta no esta´ del todo clara [62].
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direccio´n radial. Por ende, al menos conceptualmente podemos realizar la identificacio´n k⊥ ↔
r. Este tipo de identificaciones tiene su origen en la dualidad UV/IR de la correspondencia
AdS/CFT [13].
En ambos casos el tiempo caracter´ıstico de la difusio´n es del orden de log s, aunque la de-
pendencia en λ se ve modificada. Esta observacio´n apunta hacia otro aspecto interesante de
la comparacio´n: la posibilidad de establecer algu´n tipo de continuidad a lo largo del eje ima-
ginario que nos permite ir variando el acoplamiento. La dependencia en x que analizamos
algunos pa´rrafos atra´s, y que tambie´n podemos escribir en te´rminos de s, proviene del kernel
del Pomero´n, y es de la forma sj0 con j0 = 2− 2/
√
Λ. En el contexto de BFKL encontramos
una expresio´n similar en el kernel correspondiente, pero con j0 = 1 + pi
−2 log 2λ. Podemos
pensar entonces en una transicio´n suave, en la que j0 var´ıa entre 1 y 2, comenzando en el
re´gimen λ→ 0 y terminando en cambio en λ→∞. Una conclusio´n ana´loga puede extraerse
para el coeficiente del exponente en el te´rmino difusivo.
En la parte III la tesis realizaremos algunas aproximaciones a partir de las cuales podremos
calcular las principales funciones de estructura manteniendo el esp´ıritu del formalismo desarrollado
a lo largo de este cap´ıtulo. Luego, compararemos estos resultados con los datos experimentales
disponibles en cada caso para valores de x muy pequen˜os. Veremos que existen valores de los
para´metros que tomaremos como libres que permiten ajustar de una manera sorprendentemente
precisa (y autoconsistente) los datos experimentales. El re´gimen del Pomero´n es el que permite
realizar el contacto ma´s preciso con los datos experimentales. Presentamos todos los detalles de
estas comparaciones en el cap´ıtulo 8.
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Cap´ıtulo 6
Correcciones no planares
Hasta ahora hemos considerado la descripcio´n hologra´fica casi estr´ıctamente en el l´ımite en
el que el nu´mero de colores N de la teor´ıa de campos es infinito. En este cap´ıtulo analizaremos
las primeras correcciones en la expansio´n en potencias de 1/N . Veremos que es necesario tener
cuidado a la hora de pensar en esta expansio´n en serie en el contexto del DIS debido a que tambie´n
se debe tomar otro l´ımite asociado a q2 → ∞, y mostraremos (con todo detalle en un ejemplo en
particular) que realidad estos l´ımites no conmutan. En consecuencia, existe un re´gimen para´metrico
en el que la primera correccio´n no planar describe en realidad el proceso dominante. De esta manera,
logragremos describir hologra´ficamente la totalidad de la fo´rmula (2.73) obtenida en [2] a partir del
ana´lisis en la teor´ıa del borde.
A lo largo de todo este cap´ıtulo consideraremos u´nicamente valores del para´metro de Bjorken
x tales que la descripcio´n de supergravedad es lo suficientemente precisa. Consideraciones para
la regio´n x  λ−1/2 implican la necesidad de extender muchos de los ca´lculos y conceptos aqu´ı
desarrollados para incluir la dispersio´n de cuerdas considerando una hoja de mundo con un genus
g 6= 0. 1.
6.1. Ana´lisis general de los diagramas a un loop
La constante de Einstein en el bulk se escribe en te´rminos de los para´metros relevantes para la
teor´ıa gravitatoria segu´n
1
2κ25
=
Vol[S5]
2κ210
∼ N
2
R3
(6.1)
a menos de factores nume´ricos, y donde Vol[S5] = pi3R5. Por lo tanto, en lo que respecta a la teor´ıa
gravitatoria el N juega el papel que generalmente asociamos con la constante de Planck ~ en teor´ıa
de campos, o mejor dicho su inversa. Por lo tanto, el l´ımite N →∞ es ana´logo a considerar ~→ 0
en el lenguaje usual de teor´ıa de campos, indicando que debe tomarse en cuenta u´nicamente el
comportamiento cla´sico. Otra forma de decirlo es teniendo en cuenta que para obtener te´rminos
cine´ticos cano´nicamente normalizados para las perturbaciones de algu´n campo gene´rico Φ (que no
tiene por que´ ser escalar) es necesario realizar gene´ricamente la redefinicio´n Φ → Φ/N . Con esta
redefinicio´n, el factor N2 desaparece de los te´rminos cuadra´ticos pero aparecen potencias inversas en
los te´rminos de interaccio´n. Ma´s precisamente, las interacciones triples vienen pesadas por un factor
1/N mientras que las cua´rticas esta´n acompan˜adas por un factor 1/N2. Por lo tanto, y como sucede
con ~ en las teor´ıas de campos, la expansio´n en potencias inversas de N representa una expansio´n en
1Si bien au´n no hemos abordado este desarrollo, pero se trata de uno de nuestros proyectos a futuro.
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correcciones cua´nticas en el bulk, y estas correciones cua´nticas se representan mediante diagramas
de Witten con un nu´mero no nulo de loops. Como veremos ma´s abajo, las reglas de Cutkosky
indican que estos diagramas corresponden a procesos de DIS con estados salientes de dos part´ıculas
en vez de una.
En lo que resta de este cap´ıtulo y como hemos hecho a lo largo de toda esta parte II vamos a
concentrarnos en el caso ma´s simple posible: el de un blanco escalar. Esto nos permitira´ extraer
los conceptos fundamentales que describen la f´ısica relevante, y que luego utilizaremos para extraer
conclusiones en casos ma´s generales y de mayor intere´s en cuanto a la fenomenolog´ıa. En el contexto
del glueball-DIS, el primer orden de la expansio´n en potencias de 1/N2 lo hemos analizado en su
totalidad en los cap´ıtulos anteriores. El proceso dominante en el re´gimen de supergravedad o de x
grande es el que presentamos en la figura 18. Hemos analizado detalladamente los resultados que
se obtienen en este caso en el cap´ıtulo 3 de esta tesis.
Figura 18: Diagrama de Witten asociado al proceso dominante del FCS dual en el l´ımite N → ∞.
La l´ınea horizontal punteada representa el borde del AdS5, mientras que la l´ınea vertical representa
esquema´ticamente el corte asociado al teorema o´ptico utilizado para extraer la parte imaginaria de
Tµν relevante para el DIS. En este caso hay un u´nico estado intermedio correspondiente a un modo
del campo φ, lo que indica que so´lamente estamos considerando estados finales de una part´ıcula en el
DIS.
A continuacio´n, queremos obtener el resultado en el caso en el que incluimos una primera
correccio´n en la serie de potencias en 1/N2. Esto significa que debemos tener en cuenta todos los
posibles diagramas a un loop que esta´n permitidos en el contexto de la supergravedad IIB, siempre y
cuando cuenten con los mismos estados entrantes y salientes. Para ilustrar el tipo de contribuciones
que estamos considerando, en la figura 19 presentamos algunos ejemplos gene´ricos de los diagramas
que debemos calcular y sumar para obtener la amplitud total. El hecho de que los ve´rtices triples
escaleen con 1/N y los cua´druples con 1/N2 garantiza que obtendremos en todos estos casos un
factor 1/N2 extra con respecto al caso descripto en el pa´rrafo anterior.
Este ca´lculo presenta serias dificultades debido por un lado a que la geometr´ıa en la que estamos
trabajando es AdS5, y por otro a la presencia de las distintas torres de modos de Kaluza-Klein
provenientes de la compactificacio´n en la 5-esfera: en principio deber´ıamos calcular la suma de
las contribuciones de todos los posibles diagramas del tipo de los de la figura 19. En el contexto
del tratamiento hologra´fico del DIS, el primer paso en esta direccio´n fue llevado a cabo en [63].
El ana´lisis que los autores realizaron se basa en un modelo efectivo simplificado que contiene
u´nicamente un campo vectorial y algunos escalares, de manera que la cantidad de modos que
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Figura 19: Algunos diagramas de Witten a un loop que contribuyen al proceso que estamos considerando en
el caso de la supergravedad del tipo IIB. Las l´ıneas llenas, curvadas y curvadas de trazo doble esta´n asociadas
a modos escalares, vectoriales y tensoriales, respectivamente.
pueden intercambiarse en los canales intermedios y el tipo de interacciones presentes son mucho
menores que las que realmente existen en la supergravedad IIB compactificada a cinco dimensiones.
Sin embargo, incluso en este caso simplificado el hecho de que las soluciones de los correspondientes
modos normalizables en AdS siempre contengan funciones de Bessel indica que gene´ricamente
aparecera´n integrales en la direccio´n radial del producto de tres de estas funciones (junto con
alguna potencia de z). No se conocen expresiones anal´ıticas totalmente generales para este tipo de
integrales. Por lo tanto, la pregunta que debemos contestar es la siguiente: ¿hay alguna manera de
anticipar la existencia de uno o al menos unos pocos diagramas que constituyan una contribucio´n
dominante con respecto al resto?
La respuesta es afirmativa: existe un u´nico diagrama dominante. Como anticipamos ma´s arriba,
la pista ma´s relevante en este sentido viene dada por el ana´lisis del OPE de las corrientes de la Eq.
(2.73). Esta expresio´n, o ma´s concretamente el tercer te´rmino que encontramos en el lado derecho
de la misma, nos permite tener una idea del proceso f´ısico que estamos intentando describir. El
razonamiento es el siguiente: en el cap´ıtulo 3 hemos visto que cuando el modo no normalizable
del boso´n de gauge se acopla directamente con la corriente asociada a un modo cuya masa de
KK es la correspondiente a una dimensio´n conforme ∆ la amplitud resultante (y por lo tanto las
funciones de estructura) sera´ proporcional a
(
Λ2/q2
)∆−1
. Podemos anticipar que esto deber´ıa ser
cierto tanto si el hadro´n en cuestio´n es el inicial o si en cambio se trata de un estado intermedio
generado en un proceso de splitting. En efecto, dicha hipo´tesis se ve justificada en parte gracias al
ana´lisis realizado en [63] en base a una expansio´n en potencias de Λ2/q2: estudiando los canales s,
t y u de los diagramas a 1-loop con modos externos e internos escalares, vemos que la contribucio´n
dominante, o mejor dicho menos suprimida, viene del caso en el que un modo con la menor masa de
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KK posible (o el menor twist en el modelo) es intercambiado en el canal t. Esta intuicio´n se extiende
directamente al ana´lisis completo de la supergravedad IIB. Es ma´s: como veremos a continuacio´n
en detalle, los te´rminos de interaccio´n que existen en el Lagrangiano correspondiente indican que
existe un u´nico diagrama dominante, mientras que los dema´s esta´n suprimidos por potencias de
Λ2/q2. Nuevamente, es importante aclarar que este diagrama es efectivamente el dominante entre
todos los diagramas a un loop si nos situamos en el re´gimen de acoplamiento fuerte y tomamos el
l´ımite de q grande. Las caracter´ısticas principales de este proceso fueron anticipadas en [2].
6.2. Espectro y diagrama dominante
En el cap´ıtulo 3 hemos visto que en el modelo hard-wall en el que estamos trabajando la
geometr´ıa AdS5 × S5 se ve modificada u´nicamente en el IR por un corte abrupto r = r0. En este
contexto, el ana´lisis de las fluctuaciones de la supergravedad IIB es muy similar al que presentamos
en el cap´ıtulo 1. La principal diferencia es que ahora debe considerarse el hecho de que estos modos
viven en una caja: imponiendo condiciones de Dirichlet vemos que en todos los casos el momento
p ya no puede tomar cualquier valor, sino que debe ser tal que la funcio´n de onda se anule en r0
como suced´ıa en el caso del dilato´n.
Reglas de seleccio´n
Los distintos modos escalares, vectoriales y tensoriales (por nombrar so´lamente los boso´nicos)
pueden interactuar entre ellos de distintas formas. En el cap´ıulo 1 expandimos la accio´n de su-
pergravedad en diez dimensiones alrededor de la solucio´n AdS5 × S5 a orden cuadra´tico en las
fluctuaciones para obtener las ecuaciones de movimiento y el espectro de la teor´ıa. Para obtener
los te´rminos de interaccio´n simplemente necesitamos incluir mayores o´rdenes en dicha expansio´n.
Derivaremos expl´ıcitamente los ve´rtices relevantes para nosotros en las siguientes secciones. Por
ahora, nos concentramos en describir las reglas de seleccio´n para las interacciones efectivas en cinco
dimensiones.
Estas reglas de seleccio´n provienen del hecho de que cada modo pertenece a una determinada
representacio´n del grupo de isometr´ıa de la esfera: SO(6) ∼ SU(4) 2. De hecho, no son otra cosa
que los coeficientes de Clebsh-Gordon asociados a la descomposicio´n de los distintos productos
tensoriales entre las distintas representaciones. En la notacio´n de la tabla B.1, estos productos
pueden expresarse de la siguiente manera para el caso de los modos escalares:
(0, k1, 0)⊗ (0, k2, 0) =
k2⊕
i=0
k2−i⊕
j=0
(j, k1 + k2 − 2i− 2j, j) , k2 ≤ k1, (6.2)
y de manera similar para los productos del tipo (0, k1, 0)⊗(1, k2, 1). F´ısicamente, un coeficiente nulo
implica, por ejemplo, que en un proceso de dispersio´n donde las dos part´ıculas iniciales pertenecen
a las dos represetanciones que aparecen del lado izquierdo no puede generarse una tercer part´ıcula
que pertenezca a la representacio´n correspondiente. Junto con los detalles de la reduccio´n expl´ıcita
de la accio´n original en diez dimensiones a la accio´n efectiva a cinco dimensiones, esto nos permite
deducir que´ tipo de soluciones pueden estar involucradas en el diagrama dominante del proceso de
DIS hologra´fico cuando el nu´mero de colores N toma valores grandes pero finitos. En te´rminos de
las soluciones (B.8) , los coeficientes que estamos describiendo esta´n dados por integrales sobre S5
2Recordamos que la dimensionalidad de las algunas de las representaciones involucradas en este ana´lisis pueden
encontrarse en [18, 53].
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de los productos de distintos armo´nicos esfe´ricos:
a123 = a(k1, k2, k3) =
∫
S5
dΩ5 Y
k1Y k2Y k3 , (6.3)
b123 = b(k1, k2, k3) =
∫
S5
dΩ5 Y
k3
a D
aY k2Y k3 , (6.4)
c123 = c(k1, k2, k3) =
∫
S5
dΩ5D
aY k1DbY k2Y k3(ab) . (6.5)
La primera de estas integrales aparece al considerar una interaccio´n entre escalares s, t y φ, aunque
tambie´n incluye la presencia de ciertos modos tensoriales. La segunda, en cambio, esta´ asociada a
ve´rtices que involucran necesariamente dos modos escalares y uno vectorial. Ambas sera´n impor-
tantes para nosotros. Finalmente, tambie´n presentamos la expresio´n (6.5) por completitud, ya que
es relevante para procesos que incluyan dos escalares. En general, este tipo de factores se incluyen
directamente en las distintas constantes de acoplamiento efectivas.
Concluimos esta seccio´n detallando las reglas de seleccio´n que sera´n relevantes para nosotros3:
1. Cuando dos escalares pertenecientes a las representaciones (0, k1, 0) y (0, k2, 0) participan en
una interaccio´n triple, los terceros modos en cuestio´n pueden ser
part´ıculas s, t, φ o h asociadas a representaciones (0, k
(1)
3 , 0) con |k1−k2| ≤ k(1)3 ≤ k1+k2,
modos vectoriales asociados a representaciones (1, k
(2)
3 − 1, 1) con |k1 − k2|+ 1 ≤ k(2)3 ≤
k1 + k2 − 1,
escalares pertenecientes a (2, k
(3)
3 − 2, 2) con |k1 − k2|+ 2 ≤ k(3)3 ≤ k1 + k2 − 2,
donde los ı´ndices k3 toman valores separados por dos unidades.
2. Cuando interactu´an de manera similar una part´ıcula escalar y una vectorial pertenecientes a
las representaciones (0, ks, 0) y (1, kv, 1) respectivamente, los posibles estados salientes son
part´ıculas s, t, φ o h asociadas a representaciones (0, k
(1)
3 , 0) con |k1 − k2| + 1 ≤ k(1)3 ≤
k1 + k2 − 1,
modos vectoriales asociados a representaciones (1, k
(2)
3 −1, 1) con |k1−k2| ≤ k(2)3 ≤ k1+k2,
escalares pertenecientes a (2, k
(3)
3 − 2, 2) con |k1 − k2|+ 1 ≤ k(3)3 ≤ k1 + k2 − 1,
donde los k3 toman valores como en el caso anterior.
Es importante resaltar ciertas particularidades que se dan para los campos de masas nulas o
cercanas a cero. Por un lado, recordemos que los enteros k que etiquetan a las part´ıculas en las
distintas torres de KK esta´n acotados por debajo (en un sentido, esto se debe a las restricciones
impuestas por la unitariedad de la teor´ıa). De hecho, los casos no masivos en general corresponden a
los valores mı´nimos, dados por k = 1 para vectores y k = 0 para escalares y tensores. Sin embargo,
existe una excepcio´n dada por el escalar sk=2, cuya masa al cuadrado m
2
KK resulta ser negativa. Si
bien esto no estar´ıa permitido en caso de estar trabajando en espacio plano, donde las masas son
necesariamente reales y mayores o iguales a cero, la curvatura negativa de AdS permite trabajar
con algunos campos de masa pequen˜a pero negativa sin generar contradicciones siempre y cuando
se respete la cota de Breitenlohner-Freedman. Por otro lado, considerando el caso particular en el
que un vector no masivo (asociados a la representacio´n (1, 0, 1)) interactu´a con un modo escalar
3 Notemos que estamos omitiendo algunos posibles estados salientes que no sera´n de intere´s en lo que sigue.
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perteneciente a la representacio´n (0, k, 0) vemos que la segunda regla de seleccio´n implica que so´lo
podemos obtener como estado saliente escalar un modo con el mismo k del escalar entrante. Ahora
bien, el modo vectorial que estamos considerando no es otra cosa que un vector de gauge Am que
representa por ejemplo a nuestro foto´n hologra´fico en el caso no normalizable. Por lo tanto, esta
regla expresa de manera exacta la conservacio´n de la carga asociada a dicha simetr´ıa, es decir, del
momento angular en la 5-esfera. En otras palabras, hemos demostrado lo que hab´ıamos anticipado
heur´ısticamente: este tipo de interacciones conservan las caracter´ısticas del hadro´n inicial: no hay
ningu´n tipo de mezcla o mixing [2].
Ve´rtices relevantes
En esta seccio´n derivamos los ve´rtices de interaccio´n relevantes para el caso del DIS. Adema´s de
estos objetos, a la hora de calcular la amplitud necesitaremos tambie´n los propagadores en AdS5,
que esta´n derivados en detalle en el ape´ndice B.
Concentre´monos primero en la manera en que el hadro´n incidente, representado por una pertur-
bacio´n del dilato´n, puede interactuar con otros dos campos, fracciona´ndose. Trataremos en detalle
el proceso φ → s + φ, pero los dema´s casos pueden estudiarse de manera similar. Como tenemos
dos modos de φ y uno del escalar s que proviene de una perturbacio´n de la me´trica en particular,
la interaccio´n Ssφφ proviene de a la expansio´n del te´rmino cine´tico del dilato´n en diez dimensiones
4
∫
d10x
√−GGMN∂Mφ∂Nφ , (6.6)
Las perturbaciones relevantes esta´n dadas en las ecuaciones (B.5) y (B.7). So´lamente necesitamos
considerar fluctuaciones no nulas para los modos escalares y para los tensoriales h˜(mn), que por
razones de consistencia no pueden apagarse completamente: como mı´nimo, deben tomar la forma
[18]
h˜k(mn) = D(mDn)
[
2
5(k + 1)(k + 3)
(pik − 30bk)
]
, (6.7)
con
bk ≡ tk − sk ,
pik ≡ 10[(k + 4)tk + ksk] .
Tenemos entonces
√−G ≈ √−g
(
1 +
1
2
hMM
)
, GMN ≈ gMN − hMN , (6.8)
donde los ı´ndices se suben y bajan utilizando la me´trica de fondo g. Insertando estas expresiones en
(6.6) para el caso tk = 0, integrando por partes y utilizando las ecuaciones de movimiento, vemos
4Un ana´lisis de este tipo fue realizado en [18], donde los autores estudiaron en detalle el ve´rtice Stφφ . Adema´s, a
lo largo de esta seccio´n tomaremos R = 1 para no recargar la notacio´n.
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que
Ssφφ =
1
2κ25
∫
AdS5
dx5
√
gAdS5 a123 ×[
2k21
k1 + 1
s1Dmφ2D
mφ3 − 2
k1 + 1
DmDns1D
mφ2D
nφ3
]
=
1
2κ25
∫
AdS5
dx5
√
gAdS5 a123 s1φ2φ3 × (6.9)[
k21
k1 + 1
(m21 −m22 −m23) +
1
2(k1 + 1)
(
(m22 −m23)2 −m41
)]
.
La notacio´n φi refiere al modo con k = ki del campo φ , con la correspondiente masa de KK es
m2i = m
2
φ(ki). El factor global N
2 que ten´ıamos delante de la accio´n original fue absorbido en una
redefinicio´n de los campos elegida de manera que los te´rminos cine´ticos quedaran cano´nicamente
normalizados, generando interacciones triples y cua´druples proporcionales a N−1 y N−2, respec-
tivamente. Escribiendo las masas en te´rminos de los ki y definiendo Σ =
1
2(k1 + k2 + k3) and
αi = Σ − ki obtenemos
Ssφφ =
1
2κ25
∫
AdS5
d5x
√
gAdS5 λ123 s1φ2φ3 , (6.10)
donde la constante de acoplamiento efectiva resulta ser
λ123 =
−8α3 α2(α1 + 2)(Σ + 2)
k1 + 1
a123 . (6.11)
El signo de la misma sera´ irrelevante para nosotros debido a que la amplitud final sera´ proporcional a
λ2123. Sin embargo, notemos que λ123 se anula para k1 = |k2−k3| (y tambie´n cuando k1 = k2+k3+4),
lo que permite eliminar ciertos diagramas. De hecho, para el caso k1 = 2 las reglas de seleccio´n
descriptas en la seccio´n anterior so´lamente permiten ı´ndices k3 = k2 − 2, k2, k2 + 2 para el estado
de salida, por lo que simplemente debemos quedarnos con el caso k3 = k2. No hay necesidad
de considerar los te´rminos de borde ya que todos los modos involucrados en este sub-proceso
son normalizables, y se anulan para z = 0 y z = z0. Finalmente, para realizar expl´ıcitamente
las integrales utilizamos las soluciones del tipo (B.8). En primer lugar, la integracio´n sobre las
coordenadas x0, . . . , x3 so´lamente indica que el cuadri-momento asociado a las direcciones planas
se conserva. En segundo lugar, como el determinante de la me´trica es z−5 y todas las soluciones
escalares son de la forma z2J∆i−2(pz) obtenemos la siguiente integral en la direccio´n radial 5:∫ z0
0
dz z J∆1−2(az) J∆2−2(bz) J∆3−2(cz) , (6.12)
donde a, b y c son lo que hemos denominado masas AdS. Estas integrales son dif´ıciles de calcu-
lar anal´ıticamente para valores generales de los para´metros (´ındices y masas). En este trabajo las
analizaremos de dos maneras distintas. Por un lado, es sencillo convencerse de que la mayor contri-
bucio´n proviene del IR, es decir de la regio´n z ∼ z0, lo que quiere decir que si el objetivo es obtener
el resultado nume´rico y compararlo con nuestras expectativas iniciales y algu´n posible resultado
experimental o proveniente de una simulacio´n, las funciones de Bessel pueden aproximarse por
Jm(z) ≈
√
2
piz
cos
(
z − mpi
2
− pi
4
)
. (6.13)
5Recordamos que la relacio´n entre ∆ y k para cada una de las perturbaciones puede observarse en la tabla B.1.
Si bien esta dependencia es distinta en cada caso, todas las soluciones contienen una funcio´n de Bessel cuyo ı´ndice es
∆− 2.
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antes de realizar la integral. Por otro lado, podemos obtener cierta intuico´n sobre lo que sucede
f´ısicamente analizando el l´ımite z0 → ∞, donde la integral fue calculada y diversas expresiones
aproximadas fueron derivadas en la literatura. En este trabajo resulta conveniente realizar una
aproximacio´n basados en el ana´lisis presentado [64]: a primer orden, el resultado es no-nulo u´nica-
mente cuando una de las masas AdS resulta ser la suma o la resta de las otras dos.
Ahora bien, dado que en nuestro diagrama dominante juegan un papel preponderante los esca-
lares s, necesitamos saber co´mo interactu´an con los vectores de gauge Am que genera la insercio´n
de la corriente conservada en el borde. Este tipo de interacciones han sido estudiadas en la litera-
tura, resultando ser u´tiles para el ca´lculo hologra´fico de funciones de correlacio´n de n puntos de
operadores quirales primarios [65-68]. El me´todo utilizado en estos trabajos es un tanto distinto
al que hemos descripto ma´s arriba por cuestiones te´cnicas, y se basa en utilizar las ecuaciones de
movimiento junto con la condicio´n de auto-dualidad de F5 sin pasar directamente por la accio´n
en 10d. Los autores calculan las correcciones cu´bicas y cua´rticas a dichas ecuaciones y obtienen
a partir de ah´ı los te´rminos de interaccio´n ma´s importantes. En este contexto, las integraciones
por partes que realizamos anteriormente para simplificar los resutlados se traducen exclusivamente
en redefiniciones de campos. Aqu´ı simplemente transcribimos el resultado que nos interesa en este
trabajo, es decir, el que describe la manera en que interactu´an dos escalares s y un campos de
gauge Aµ [66]:
SssA =
1
2κ25
∫
AdS5
d5x
√−g G123Am1 s2∂ms3 , (6.14)
donde la constante de acoplamiento puede ser escrita en te´rminos de k1, k2 y k3 segu´n
G123 =
25(k1 + 1)(Σ
2 − 14)(Σ + 32)(α1 − 12)
(k1 + 2)(k2 + 1)(k3 + 1)
b123 . (6.15)
El caso importante para nosotros sera´ el de k2 = k3 = 2. En este contexto, concluimos que dos
modos s se acoplan a los modos vectoriales de manera similar a los dilatones. Esto era de esperarse:
los bosones de gauge siempre se acoplan a las corrientes conservadas, y para los campos escalares
estas tienen siempre la misma forma funcional. Evaluando el ve´rtice en nuestras soluciones on-shell
e integrando por partes, obtenemos nuevamente la conservacio´n del momento en las direcciones
planas, junto con una integral radial que ahora toma la forma∫ z0
0
dz z2K∆1−2(az)J∆2−2(bz)J∆3−2(cz) , (6.16)
como sucede en el diagrama asociado al l´ımite N →∞ que analizamos en detalle en el cap´ıtulo 3. Si
bien el resultado anal´ıtico es, una vez ma´s, dif´ıcil de obtener, en este caso la presencia de la funcio´n
de Bessel modificada Kν(x) simplifica la situacio´n. Esta funcio´n se anula exponencialmente en el
interior de AdS, por lo que integrar hasta z → ∞ es en te´rminos efectivos lo mismo que hacerlo
u´nicamente hasta el cutoff en z = z0.
El diagrama dominante
En las secciones anteriores hemos discutido algunos aspectos generales e importantes sobre el
espectro y las interacciones presentes en la teor´ıa de supergravedad IIB sobre un fondo AdS5×S5,
aunque nos hemos concentrado a modo de ejemplo en las interacciones que involucran a nuestros
estados externos junto con ciertos modos en particular: los escalares s. En esta seccio´n justificaremos
por que´ estas interacciones son exactamente las que necesitemos para analizar el DIS hologra´fico a
un loop.
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El proceso que estamos considerando los estados inicial y final esta´n compuestos por dos part´ıcu-
las: una perturbacio´n normalizable del dilato´n φ∆ (para algu´n ∆ fijo) y un modo no normalizable
asociado a los vectores no masivos Am que se propaga desde el borde hacia el interior de AdS.
Como ya sabemos, el dilato´n esta´ asociado al hadro´n escalar o glueball, mientras que el campo de
gauge abeliano esta´ relacionado con la insercio´n de la corriente y, en pocas palabras, representa
al dual del foto´n virtual. Como el modo no-normalizable esta´ descripto en parte por la funcio´n de
Bessel K1(qz), con q una escala de energ´ıas que debe ser alta en el contexto del DIS, su funcio´n
de onda toma valores no despreciables u´nicamente cerca del borde, es decir, para valores pequen˜os
de z. En el l´ımite N → ∞, la creacio´n de part´ıculas no esta´ permitida pues todos los ve´rtices
esta´n totalmente suprimidos, por lo que el hadro´n dual incidente debe interactuar directamente
con el campo de gauge. Esta es la situacio´n que hemos descripto en los anteriores cap´ıtulos: cerca
del borde so´lamente nos queda la cola de la funcio´n de onda de φ∆, por lo que la amplitud y las
funciones de estructura vienen acompan˜adas por un factor de supresio´n
(
Λ2/q2
)∆−1
, lo cual puede
ser interpretado como la (baja) probabilidad de que el hadro´n entero se achique hasta tener un
taman˜o del orden 1/q. Presentamos los detalles de este ca´lculo realizado en el gauge axial (que es
el que utilizamos a lo largo de todo este cap´ıtulo) en el ape´ndice B, pero para nuestra discusio´n
actual la parte importante proviene del ana´lisis del te´rmino de interaccio´n
SAφφ =
∫
d10x
√−GAmva∂mφ∂aφ , (6.17)
que evaluado on-shell contiene una integral en z dada por∫ z0
0
dz z2 J∆−2(Pz)J∆−2(s1/2z)K1(qz) ≈ 2∆−1Γ (∆) q s
∆
2
−1
(s+ q2)∆
, (6.18)
donde s es una vez ma´s la variable de Mandelstam asociada a la energ´ıa del CM. En el cap´ıtulo 3
hemos visto que podemos aproximar las funciones de onda hadro´nicas para evaluar esta integral,
obteniendo en la amplitud final el factor de supresio´n que acabamos de describir.
Ahora bien, notemos que el ana´lisis que acabamos de repasar sera´ va´lido en cualquier diagrama
en el que un campo escalar interactu´e con el Am que viene desde el borde z = 0. Esto sucede porque
el ve´rtice de interaccio´n con los bosones de gauge siempre toma la misma forma. Es ma´s: en lo que
respecta a la parte del ca´lculo asociada a este ve´rtice, seguira´ sie´ndolo para modos vectoriales,
tensoriales o fermio´nicos, con la salvedad de que es necesario reemplazar a la dimensio´n conforme
∆ por el twist τ . Al considerar la primera correccio´n en la expansio´n en serie de potencias de
1/N2, debemos tener en cuenta diagramas como los de la figura 19 en los que alguno de los modos
intermedios efectivamente llega a involucrarse con el foto´n virtual dual. Como todas las soluciones
tienen formas similares con potencias de z acompan˜adas por funciones de Bessel Jν(x), siempre
encontraremos integrales similares a (6.18) a la hora de calcular las correspondientes amplitudes6.
Por lo tanto, hemos descubierto una manera de estimar la supresio´n en potencias de Λ2/q2 que
encontraremos en cada uno de los diagramas, demostrando una relacio´n directa con la dimensio´n
conforme ∆ (o el twist) del estado intermedio involucrado en la interaccio´n con Am. Aqu´ı es donde
la posibilidad de tomar el l´ımite de q2 grande se vuelve importante: permite clasificar los diferentes
diagramas en te´rminos de un peso asociado a las potencias de Λ2/q2 que aparecen al evaluarlos.
Tendremos entonces una u´nica contribucio´n dominante, como era posible anticipar a partir del
ana´lisis de la expresio´n (2.73): podemos ver que el tercer te´rmino tiene la forma correcta, ya que
6Aproximar la funcio´n de onda hadro´nica para valores pequen˜os del argumento de la funcio´n de Bessel podr´ıa no
ser va´lido para los estados intermedios ya que debemos integrar sobre sus cuadri-momentos. Sin embargo, estos casos
se ven suprimidos por potencias de 1/q, por lo que en adelante simplemente asumimos la validez del ana´lisis anterior
para integrales como (6.18).
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esta´ suprimido por un factor 1/N2 y viene acompan˜ado por una potencia de Λ2/q2 que no esta´
directamente relacionada con la dimensio´n del hadro´n inicial. Analizando un proceso en el cual el
dilato´n incidente se fracciona en dos part´ıculas, una de las cuales interactu´a en la regio´n UV con la
perturbacio´n de la me´trica asociada al Am, encontramos una supresio´n relacionada exclusivamente
a la naturaleza de este modo intermedio, ma´s espec´ıficamente, a su dimensio´n ∆′.
Los argumentos acabamos de describir nos permiten obtener la siguiente conclusio´n: el o los
diagramas dominantes sera´n los que tengan como estados intermedios a las part´ıculas con los
menores valores posibles del para´metro ∆′ en la teor´ıa. Esta conclusio´n es consitente con el ana´lisis
esbozado [2]. Este tipo de ana´lisis resulta ser eficiente incluso en situaciones ma´s generales, como
veremos brevemente al final de este cap´ıtulo. Afortunadamente, para el caso de un u´nico loop en el
contexto de la supergravedad IIB y el modelo hard-wall, obtenemos un u´nico diagrama dominante:
la menor dimensio´n conforme es la del escalar s con ∆′ = 2 7.
Notemos que en el caso asociado al l´ımite estricto N → ∞ sabemos que para el caso escalar
obtenemos F1 = 0 debido a que el foto´n interactu´a con el hadro´n inicial como un todo. Al considerar
el DIS con estados finales de ma´s de una part´ıcula, el proceso dual incluye loops, de manera que ya
no necesariamente habra´ restricciones sobre el comportamiento de F1.
Utilizando la informacio´n sobre los posibles ve´rtices y reglas de seleccio´n deducidos en las
secciones anteriores, concluimos entonces que el diagrama dominante es el que presentamos es-
quema´ticamente en la figura 20.
Figura 20: Diagrama de Witten correspondiente a la contribucio´n dominante al FCS a un loop.
Cabe aclarar que si bien no lo hemos dicho expl´ıcitamente hasta ahora, consideramos que todas
las soluciones normalizables tienen una carga definida Qi asociada a la simetr´ıa U(1) correspon-
diente al DIS, y utilizamos la conservacio´n de dicha carga en cada uno de los ve´rtices. Esto implica
que si el hadro´n inicial tiene carga Q1, los estados intermedios on-shell debera´n tener cargas Q2 y
Q3, tales que Q1 = Q2 +Q3.
Es necesario admitir que si bien todos los ingredientes que tenemos a disposicio´n parecen apuntar
al hecho de que el diagrama de la figura 20 describe el proceso f´ısico relevante para el DIS escalar,
no hemos podido obtener una prueba completa debido a la dificultad para tratar las integrales con
tres funciones de Bessel en el integrando. Por otro lado, resaltamos que en cierta medida deber´ıa
ser posible extender el ana´lisis que hemos presentado a situaciones ma´s generales en las que la
geometr´ıa de fondo sea asinto´ticamente AdS5 × S5 o incluso AdS5 × C5 con C5 alguna variedad
compacta de Einstein de cinco dimensiones. El ingrediente clave ser´ıa siempre el mismo: encontrar el
7Este tipo de comportamientos dominantes tambie´n fue encontrado para distintos procesos en [3].
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o los modos que la menor dimensio´n conforme o el menor twist posible en el espectro gravitatorio,
y construir diagramas en los que el hadro´n inicial genera una de estas part´ıculas, que luego se
encontrara´ cerca del borde con el foto´n dual.
6.3. Ca´lculo de las funciones de estructura a un loop
Consideraciones generales y estructura tensorial
Habiendo identificado el proceso dominante, para extraer la contribucio´n relevante al orden
1/N2 a las funciones de estructura so´lo resta calcular la amplitud de scattering asociada. De hecho,
nos interesa exclusivamente la parte imaginaria del tensor Tµν , que podemos calcular utilizando las
reglas de Cutkosky. Concretamente, necesitamos calcular la amplitud del proceso que puede obser-
varse a la izquierda del corte vertical de la figura 20, multiplicarla por su conjugado, y finalmente
sumar sobre todos los posibles estados finales. A diferencia del diagrama nivel a´rbol relevante en el
caso N → ∞, ahora tambie´n hay un estado off-shell: el escalar s que se propaga a lo largo de las
l´ıneas verticales.
En la figura 21 presentamos una descripcio´n ma´s detallada del proceso y de los modos involucra-
dos, y tambie´n definimos la nomenclatura que utilizaremos en lo que resta del ca´lculo. En adelante
Figura 21: Algunos detalles del diagrama de Feynman correspondiente al lado izquierdo del corte. Incluimos
el campo asociado a cada uno de los propagadores, junto con la nomenclatura para los correspondientes
momentos, masas AdS y dimensiones ∆i. Las soluciones asociadas a cada modo pueden encontrarse en el
ape´ndice B.
utilizamos las definiciones q′0 =
√
M22 + |~q′|2 y p′0 =
√
M23 + |~p′|2, y trabajamos en el sistema CM,
donde
P 0 = |~P | = |~q| = q
2
√
x(1− x) , |
~q′| = |~p′| and q0 = (1− 2x)q
2
√
x(1− x) . (6.19)
Resulta conveniente definir los vectores
vµs =
1
q
(
Pµ +
qµ
2x
)
and vµt =
1
q
(
q′µ +
qµ
2y′
)
with y′ =
−q2
2q′ · q . (6.20)
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Podemos pensar a la variable auxiliar y′ como equivalente al para´metro de Bjorken x pero para el
proceso de scattering del escalar s scalar con el campo de gauge.
Del lado de la teor´ıa de campos, queremos obtener la contribucio´n dominante (a un loop) al
tensor hadro´nico Wµν del DIS. Esto corresponde a considerar procesos con dos estados finales, que
podemos denominar X1 and X2, de manera que en te´rminos del FCS ahora tenemos
Im (Tµν2 ) = pi
∑
X1,X2
〈P,Q|J˜µ(q)|X1, X2〉〈X1, X2|Jν(0)|P,Q〉 (6.21)
= pi
∑
M2,M3
∫
d3p′
2Ep′(2pi)3
d3q′
2Eq′(2pi)3
〈P,Q|J˜µ(q)|X1, X2〉〈X1, X2|Jν(0)|P,Q〉
= 4pi3
∑
M2,M3
∫
d4q′
(2pi)4
δ
(
M22 − q′2
)
δ
(
M23 − (P + q − q′)2
) |〈P,Q|Jν(0)|X1, X2〉|2,
donde el sub´ındice de Tµν2 indica que incluimos procesos con estados finales de dos part´ıculas.
Adema´s, haciendo uso de la dualidad AdS/CFT podemos identificar al correlador
nµ〈P,Q|J˜µ(q)|X1, X2〉 = (2pi)4δ4
(
P + q − p′ − q′) 〈P,Q|n · J(0)|X1, X2〉 , (6.22)
con lo que hemos estado llamando amplitud del lado izquierdo del corte. En consecuencia, el tensor
hadro´nico que obtenemos es el siguiente:
Wµν2 =
∑
M2,M3
c2
∫
d3p′
2Ep′(2pi)3
d3p′
2Ep′(2pi)3
(2pi)4δ4
(
P + q − p′ − q′) vµt vνt |Ct|2 , (6.23)
con una constante c2 ≡ c21c22c23 que incluye los cuadrados de las normalizaciones de todos los modos
normalizables involucrados. El factor complejo Ct contiene toda la informacio´n proveniente de la
insercio´n de las soluciones y evaluacio´n de los ve´rtices y el propagador, exceptuando las deltas
de conservacio´n de momento que surgen de la integracio´n en las direcciones planas. Tomando en
cuenta la forma de las soluciones y del propagador presentadas en el ape´ndice B, podemos escribir
esquema´ticamente
Ct(M2,M3, p
′, q′) =
∫
dz dz′
[
VssA(z)× Vsφφ(z′)×G(z, z′)
]
. (6.24)
En esta expresio´n omitimos las integrales asociadas a las direcciones angulares, cuyas caracter´ısticas
fueron en detalle en las secciones anteriores.
El siguiente paso consiste en considerar la forma expl´ıcita del factor vµt v
ν
t , consecuencia directa
del hecho de que el diagrama en cuestio´n incluye un intercambio en el canal t, y utilizarla para
separar las contribuciones a cada una de las funciones de estructura. En efecto, a partir de la
descomposicio´n gene´rica del Wµν sabemos que(
ηµν − qµqν
q2
)
Wµν = ηµνW
µν = 3F1 + 2xv
2
sF2 , (6.25)
(vs)µ(vs)νW
µν = PµPνW
µν = v2sF1 + 2xv
4
sF2 . (6.26)
6.3. CA´LCULO DE LAS FUNCIONES DE ESTRUCTURA A UN LOOP 99
Deducimos entonces las identidades
F1(x, q
2) =
∑
M2,M3
c2
∫
d3p′
2Ep′(2pi)3
d3p′
2Ep′(2pi)3
(2pi)4δ4
(
P + q − p′ − q′) |Ct|2
×2q2 [v2t + 4x2(vs · vt)2] , (6.27)
F2(x, q
2) =
∑
M2,M3
c2
∫
d3p′
2Ep′(2pi)3
d3p′
2Ep′(2pi)3
(2pi)4δ4
(
P + q − p′ − q′) |Ct|2
×4xq2 [v2t + 12x2(vs · vt)2] . (6.28)
Como veremos al final de este cap´ıtulo, esta descomposicio´n sigue siendo va´lida en situaciones
ma´s generales. Adema´s, incluso antes de calcular |Ct|2 podemos ver que los primeros primeros
te´rminos que contribuyen a estas funciones de estructura cumplen de manera exacta por la relacio´n
de Callan-Gross F2 = 2xF1, mientras que la presencia del tercer te´rmino indica que la misma no
se satisface en general y genera una contribucio´n no nula a la denominada funcio´n de estructura
longitudinal FL ≡ F2 − 2xF1.
Algunos detalles del ca´lculo
A continuacio´n presentamos algunos elementos importantes en el ca´lculo de Ct, junto con una
idea intuitiva de las aproximaciones que utilizamos para obtener las expresiones finales de las
funciones de estructura (6.27) y (6.28).
La amplitud se divide en distintos bloques. Discutimos en primer lugar los que aparecen pa-
ra ambas funciones de estructura: las integrales sobre los momentos, la suma sobre los estados
intermedios y las contribuciones de ambos ve´rtices a Ct. En segundo lugar analizaremos los facto-
res adimensionales que distinguen a las Fi, expresados en te´rminos de los invariantes cinema´ticos.
Cabe resaltar que todos las apariciones del radio R de AdS se compensan puesto que las expresio-
nes finales no pueden depender del mismo, por lo que simplemente elegimos omitirlo de ahora en
adelante.
Tenemos una integral sobre las componentes espaciales de los momentos ~p′ y ~q′, combinada
con una delta de conservacio´n de energ´ıa y momento. En el sistema CM y utilizando coorde-
nadas esfe´ricas todas las integrales excepto una pueden calcularse trivialmente. Escribimos la
restante como una integral en θ, el a´ngulo entre ~q and ~q′:
∫
d3q′
(2pi)32Eq′
∫
d3p′
(2pi)32Ep′
(2pi)4δ(4)(P + q − p′ − q′)(. . . ) = |
~p′|
8piq
√
x
1− x
∫
dθ sin θ(. . . )
donde |~p′| es una solucio´n de
q
√
1− x
x
=
√
|~p′|2 +M22 +
√
|~p′|2 +M23 . (6.29)
Tambie´n debemos incluir un factor c2 asociado a las normalizaciones de los estados on-shell
involucrados. Es sencillo calcular esta constante en te´rmino de las respectivas masas AdS pues
sabemos en cada caso
c2∆ =
( √
2
z0|J∆−1(kz0)|
)2
∼ kz0
z20
= kΛ , (6.30)
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a menos de factores nume´ricos.
Finalmente, tenemos una sumatoria sobre las masas AdS de los estados salientes, M2 y M3.
Estas masas no pueden tomar cualquier valor: esta´n restringidas por la condicio´n de conser-
vacio´n (6.29). Por lo tanto, tenemos
∑
M2M3
≡
q
√
1−x
x∑
M2=0
q
√
1−x
x
−M2∑
M3=0
. (6.31)
La informacio´n de los ve´rtices y del propagador, incluidas las constantes de acoplamiento efectivas
λ123 and G123, se encuentran dentro de lo que hemos denominado Ct. En lo que sigue juntarmos
estas constantes y algunos otros factores nume´ricos en una constante gene´rica B adimensional e
independiente de x y de q2 e irrelevante para nuestro ana´lisis. Inicialmente, Ct viene dado por
Ct = q
∫
dω
ω
ω2 + (P − p′)2 S
(z)
ssA(M2, q, ω)S
(z′)
sφφ(M1,M3 , ω) , (6.32)
con S
(z)
ssA y S
(z′)
φφs las integrales radiales correspondientes a cada uno de los ve´rtices en las variables
z y z′, respectivamente. En consecuencia, tenemos:
Una integral en (o sumatoria) en la variable ω asociada al modo intermedio del escalar s,
junto con el propagador
ω
ω2 + (P − p′)2 =
ω
ω2 −M21 −M23 + q√x(1−x)
(√
|~p′|2 +M23 − |~p′| cos θ
) . (6.33)
Una integral relacionada con la interaccio´n entre tres modos escalares, dos dilatones y un
escalar s (ve´rtice IR), dada por
S
(z′)
sφφ =
∫ z0
0
dz′z′2 J∆−2(M1z′)J0(ωz′)J∆′′−2(M3z′) , (6.34)
donde ∆ etiqueta a la funcio´n de Bessel correspondiente al dilato´n incidente, mientras que ∆′′
esta´ asociada al estado de masa M3. Como dijimos anteriormente, la contribucio´n dominante
proviene de la regio´n z ∼ z0  1. Estudiando las expresiones asinto´ticas de las funciones de
Bessel en esta regio´n, vemos que el comportamiento de esta integral es el siguiente:
S
(z′)
sφφ ∼
1√
M1M3
[δ(ω − |M1 −M3|)± δ(ω − (M1 +M3))] , (6.35)
donde la dependencia en ∆ y ∆′′ u´nicamente define los signos ±. Esta aproximacio´n resultara´
u´til a la hora de realizar la integral en ω.
Una integral asociada al ve´rtice UV, en el que el escalar s intermedio interactu´a con el modo
no-normalizable definido por el campo de gauge Aµ. En el gauge axial, la integral en z toma
la forma
S
(z)
ssA =
∫ z0
0
dzz2K1(qz)J0(ωz)J0(M2z) , (6.36)
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Hemos analizado este tipo de integrales en la seccio´n anterior, y en este caso en particular el
resultado que obtenemos es
S
(z)
ssA =
2q(
M22 + q
2
)2 . (6.37)
Notemos que esto introduce un factor ∼ q−3 tanto para M2 << 1 como cuando M2 ∼ q.
Todos los factores que acabamos de describir aparecen en la definicio´n de Ct, y por ende deben ser
elevados al cuadrado a la hora de calcular |Ct|2 antes de realizar la integral angular.
Finalmente, tenemos los factores adimensionales que permiten distinguir a cada una de las
funciones de estructura. Estos factores son de la forma
 F1F2
FL
 = 1
N2
∑
M1M2
c2
q|~p′|
8pi
√
x
1− x
∫
dθ sin θ
 v2t + 4x2(vs · vt)22x[v2t + 12x2(vs · vt)2]
16x3(vs · vt)2
 |Ct|2 . (6.38)
Vemos que el pre-factor 1/N2 contiene toda la dependencia en el nu´mero de colores. Las expresiones
entre pare´ntesis pueden rescribirse en te´rminos de M2, M3 y θ segu´n,
|~p′|2
q2
[
1− cos2 θ] , 1
(1− x)q2
[(
q′0 + (2x− 1)|~p′| cos θ
)2]
,
y
1
(1− x)q2
[
2x(1− x)|~p′|2 (1− cos2 θ)+ (q′0 + (2x− 1)|~p′| cos θ)2] , (6.39)
para F1, FL y F2, respectivamente.
Expresiones finales para las funciones de estructura
Para obtener funciones de estructura todav´ıa debemos analizar la integral en θ. El integrando
viene dado por el producto entre |Ct|2 (que depende del a´ngulo a trave´s de (P − p′)2 en el denomi-
nador del propagador) y la combinacio´n de v2t y (vs · vt)2 asociada a cada funcio´n en particular.
Por empezar nos concentramos en la funcio´n de estructura longitudinal FL, que podemos escribir
como
FL =
1
N2
B2
∑
M2,M3
Λ3M1M2M3
∫
dθ sin(θ)
1
8pi
√
x
1− x |
~p′|q3

(
q′0 + (2x− 1)|~p′| cos(θ)
)2
(1− x)q2

×
(∫
dω
ω
ω2 + (P − p′)2 − iS
(z′)
sφφ(ω,M1,M3)S
(z)
ssA(ω, q,M2)
)2
. (6.40)
Usando (6.35), obtenemos
FL =
1
N2
B2
∑
M2,M3
Λ3M2
∫
dθ sin(θ)
1
8pi
√
x
1− x |
~p′|q3

(
q′0 + (2x− 1)|~p′| cos(θ)
)2
(1− x)q2
×
(∫
dω
ω
ω2 + (P − p′)2 − i [δ(ω − |M1 −M3|)± δ(ω − (M1 +M3))]S
(z)
Ass(ω, q,M2)
)2
.
(6.41)
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Consideremos el re´gimen en el que M3  q |~p′| ∼ q, que es el que genera la contribucio´n dominante
[63]. La condicio´n M1  q implica la separacio´n de escalas, ω = |M1 ±M3|  q, lo que permi-
te resolver de manera aproximada la integral S
(z)
ssA(|M1 ± M3|, q,M2) a partir de (6.37). Luego,
expandimos el denominador para valores pequen˜os de M3  |~p′| 8. Expandiendo p0 y p′0, vemos
que
p′0 =
√
|~p′|2 +M23 ≈ |~p′|+
M23
2|~p′|
− M
4
3
8|~p′|3
, (6.42)
p0 =
√
|~p|2 +M21 ≈ |~p′|+
M21
2|~p| −
M41
8|~p|3 . (6.43)
Por ende, el denominador toma la forma aproximada
(M1 ±M3)2 + (P − p′)2 ≈ 2|~p||~p′| (1− cos(θ)) + |~p||~p′|
(
M3 ±M1 |
~p′|
|~p|
)2
+O(M41 ) . (6.44)
En este contexto, la contribucio´n principal a la integral angular proviene del caso ω = |M1−M3|,
en la regio´n cercana a θ = 0, pues el denominador se anula en M3 = αM1 (con α = |~p′|/|~p|). 9.
Notemos que el te´rmino en que nos concentramos tiene una interpretacio´n f´ısica muy simple: para
M3 < M1 y M3 + ω = M1, podemos pensar que le hadro´n incidente se fracciona en dos part´ıculas
intermedias, cada una de las cuales se lleva una fraccio´n de la masa AdS inicial. Adema´s, a partir
de M3  |~p′| podemos simplificar el factor adimensional en FL hasta obtener
(
q′0 + (2x− 1)|~p′| cos θ)
)2
(1− x)q2
 ≈ 1
x
[
1 +
√
x
1− x
|~p′|
q
((2x− 1) cos θ − 1)
]2
. (6.45)
Por lo tanto, en el re´gimen ma´s relevante y bajo las aproximaciones que acabamos de describir
obtenemos la siguiente expresio´n para FL
FL =
1
N2
B2
∑
M2,M3
Λ3M2q
5
(M22 + q
2)2
|~p′|
2pi
(M1 −M3)2√
x(1− x)
×
∫ pi
0
dθ sin(θ)
[
1 +
√
x
1−x
|~p′|
q ((2x− 1) cos θ − 1)
]2
[
2|~p||~p′|(1− cos θ) + |~p||~p′|(M3 −M1α)2
]2 . (6.46)
La integral en θ ahora puede realizarse expl´ıcitamente, y a primer orden en 1/q2 el resultado es
∫ pi
0
dθ
sin(θ)
[
1 +
√
x
1−x
|~p′|
q ((2x− 1) cos θ − 1)
]2
[
2|~p||~p′|(1− cos θ) + |~p||~p′|(M3 −M1α)2
]2 =
(
1− 2√x(1− x) |~p′|q )2
2|~p|2(M3 −M1α)2 +O
(
log q
q4
)
, (6.47)
de manera que
FL =
1
N2
∑
M2
Λ3M2q
5
(M22 + q
2)4
|~p′|
2pi
(
1− 2√x(1− x) |~p′|q )2
2|~p|2√x(1− x) ∑
M3
(M1 −M3)2
(M3 −M1α)2 . (6.48)
8Esta condicio´n impone una restriccio´n sobre el valor ma´ximo que puede tomar M2.
9El lector pordr´ıa preocuparse por una posible divergencia, pero la misma esta´ regulada por Λ, el cutoff IR.
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Ahora bien, la sumatoria en los posibles valores de M3 tiene sus contribuiciones ma´s importantes
en lo valores cercanos a αM1. Sin embargo, debemos recordar que M3 so´lo puede tomar valores
discretos debido a la presencia del cutoff Λ. En otras palabras, podemos aproximar∑
M3
(M1 −M3)2
(M3 −M1α)2 ≈
M21 (α− 1)2
Λ2
. (6.49)
Notemos que este te´rmino depende impl´ıcitamente de M2 a trave´s de α. Esto es porque podemos
escribir a |~p′| como funcio´n de M2 y q segu´n
|~p′| ≈ q
2
√
1− x
x
− M
2
2
2q
√
x
1− x . (6.50)
Finalmente, notamos que en el re´gimen relevante M2  q, de manera que en podemos aproximar
la sumatoria por una integral. Esta aproximacio´n es ana´loga la que utilizamos para MX en el cap´ıtuo
3 [2]. El l´ımite superior de la integral viene dado por alguna fraccio´n 0 < c < 1 de la energ´ıa del CM
q
√
1−x
x , cuyo valor preciso sera´ irrelevante. Luego de integrar obtenemos entonces nuestra expresio´n
final:
FL =
1
N2
B2c2(2− c2) M
2
1
4piq2
x3(x− 1)2 , (6.51)
donde B es la constante adimensional que contiene los acoplamientos efectivos λ123 y G123.
En cuando a las otras funciones de estructura, y comenzando por F1, podemos decir que las
integrales en z, z′ y ω puede realizarse de manera similar al caso de FL. La principal diferencia
aparece en el factor adimensional que produce una integral angular diferente. Sin entrar en detalles,
simplemente diremos que un ana´lisis de las potencias de q permite concluir que el resultado que
obtendr´ıamos para la funcio´n de estructura F1 es de subdominante en comparacio´n con el de (6.51).
Por lo tanto, a primer orden tenemos F1 ≈ 0 y F2 ≈ FL.
Ana´lisis
En el contexto del DIS en general se toma el l´ımite en el que q2  Λ2. Por otro lado, la
dualidad AdS/CFT permite estudiar de manera precisa los procesos de teor´ıa de campos en el l´ımite
planar, aunque tambie´n permite investigar de manera perturbativa las primeras correcciones en una
expansio´n en potencias de 1/N2, que en el interior de AdS corresponden a los distintos diagramas
que incluyen loops. El objetivo principal de este cap´ıtulo consistio´, por un lado, en calcular la
primera correccio´n no planar a las funciones de estructura obtenidas por me´todos hologra´ficos, y
por el otro, en analizar en un ejemplo detallado la compatibilidad entre estos dos l´ımites. Nuestros
resultados indican que estos l´ımites no conmutan. En efecto, tomando primero el l´ımite N → ∞
nos encontramos en la situacio´n descripta en el cap´ıtulo 1, donde el proceso dominante es tal que
la amplitud se ve suprimida por un factor (Λ2/q2)∆−1, con ∆ la dimensio´n asociada al hadro´n
inicial. En cambio, tomando primero el l´ımit q2  Λ2 la creacio´n de part´ıculas debe permitirse, y
el diagrama dominante que obtenemos, que tiene dos estados intermedios en vez de uno, produce
una amplitud proporcional a (Λ2/q2) (y a 1/N2). En esta dependencia final en q no hay rastros del
para´metro ∆: todo depende de la menor dimensio´n conforme disponible en la teor´ıa, en este caso
∆′ = 2.
La expresio´n final (6.51) que hemos obtenido para la funcio´n de estructura longitudinal cons-
tituye en este cap´ıtulo nuestro resultado ma´s relevante (junto con la conclusio´n de que F1 ≈ 0).
Bajo ciertas aproximaciones la validez de ciertas aproximaciones, hemos encontrado la forma en la
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que FL depende de las dos variables relevantes: q
2 y el para´metro de Bjorken x, al orden 1/N2. En
primer lugar, resulta satisfactorio que la dependencia en x y q2 de la funcio´n que hemos encontrado
sea independiente de c. Ahora bien, la dependencia en q resulta ser totalmente consistente con las
estimaciones presentadas por Polchinski y Strassler en [2]. Estas estimaciones estaban basadas en
el ana´lisis de la expresio´n (2.73) para los momentos de las funciones Fi. Podemos decir que hemos
podido reproducir la totalidad de la f´ısica contenida en (2.73) asociada al re´gimen de acoplamiento
fuerte a partir de la dualidad AdS/CFT. En otras palabras, hemos obtenido toda la informacio´n
presente en los dos u´ltimos te´rminos a partir del tratamiento hologra´fico del DIS. En lo que respecta
al tercer te´rmino, asociado a la primera correccio´n no planar, la f´ısica relevante tiene que ver con el
fraccionamiento del hadro´n inicial y la generacio´n del escalar s descriptas en las secciones anteriores.
Por otro lado, hemos demostrado que FL ∝ x3(1− x)2, un resultado alentador a la hora de pensar
en comparaciones con la fenomenolog´ıa [7]. Hablaremos ma´s sobre esto en la parte III de esta tesis.
Por ahora, basta con decir que la dependencia en x es tal que FL se anula en x = 0 y x = 1, y
tiene nuevamente la forma de una campana invertida. El ma´ximo esta´ situado aproximadamente
en x ≈ 0,6.
6.4. Comentarios sobre los diagramas con ma´s loops
En esta u´ltima seccio´n estudiamos brevemente la situacio´n en la que permitimos estados inter-
medios de n part´ıculas en el proceso del FCS, con n ≥ 2. Para esto, estudiamos los diagramas de
Witten con estados intermedios de ma´s de dos part´ıculas, en otras palabras, diagramas con ma´s de
un loop. Veremos que tanto la estructura tensorial (y la descomposicio´n de la amplitud de scattering
en te´rminos de las funciones de estructura) y la dependencia final en Λ2/q2 sera´n ide´nticas al caso
que estudiamos en detalle en las secciones anteriores. Ma´s au´n, presentaremos algunos argumenos
para justificar la siguiente conjetura: en el re´gimen en que la aproximacio´n de supergravedad es lo
suficientemente precisa, todos las contribuciones de todos o´rdenes de la expansio´n en loops (con un
nu´mero n de loops no nulo) al DIS esta´n suprimidas por el mismo factor Λ2/q2 que el caso n = 1.
Basados en el ana´lisis que realizamos en este cap´ıtulo, podemos anticipar que los diagramas do-
minantes sera´n siempre tales que en algu´n ve´rtice intermedio se genera un escalar s cuya dimensio´n
∆′ = 2 es la mı´nima disponible en toda la teor´ıa. Este es el modo que luego debera´ acercarse al
borde e interactuar con el boso´n de gauge. En te´rminos de los momentos y las masas sobre las que
tenemos que integrar, la regio´n ma´s importante sera´ tal que volveremos a encontrar una separacio´n
clara entre un regio´n UV, que so´lamente incluye esta interaccio´n, y una regio´n IR, que contiene
todos los detalles del fraccionamiento del hadro´n. Debido a la condicio´n de conservacio´n de las ma-
sas AdS que otorga la forma aproximada que utilizamos de la integral de tres funciones de Bessel
Jν(x), todas las masas de los estados que aparecen en la regio´n IR sera´n pequen˜as en comparacio´n
con la escala q, mientras que el ve´rtice UV sera´ exactamente de la misma forma que en el caso de
un u´nico loop. En la figura 22 presentamos una representacio´n esquema´tica del tipo de diagramas
que estamos analizando. En te´rminos ma´s concretos, podemos partir de la descomposicio´n gene´rica
del tensor hadro´nico (que escribimos aqu´ı una vez ma´s para facilitar la lectura)
Wµν = F1(x, q
2)
(
ηµν − q
µqν
q2
)
+ F2(x, q
2)2x vµs v
ν
s , (6.52)
junto con la solucio´n del modo no-normalizables del campo de gauge
Aµ(x, z) = e
iq·x
[
cµqzK1(qz) +
n · q
q2
qµ
]
, cµ = nµ − n · q
q2
qµ , A
µ = z2ηµνAν . (6.53)
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Figura 22: Diagramas de Witten ma´s relevantes para una cantidad general de loops.
Esta solucio´n no es exactamente la misma que la que usamos en el cap´ıtulo 1, pues en este caso
estamos trabajando una vez ma´s en el gauge axial Az = 0. A la hora de analizar la estructura
tensorial resultante en te´rminos del DIS, la interaccio´n ma´s importante es la del ve´rtice cercano
al borde: SAφφ en el caso sin loops, o bien SssA en todos los dema´s. Usando las soluciones de los
moods escalares, obtenemos 10
SAφφ|on−shell =
∫
d10x
√−gGMN∂Mφ∂Nφ
=
∫
d10x
√−gAmva (∂aφ1∂mφ?2 − ∂aφ1∂mφ?2)
= iQ
∫
d4ydzdΩ5
√
gΩ z
−5Aµ (φ1∂µφ?2 − φ1∂µφ?2)
= iQ δ(4)(q + p1 − p2)
∫
dzdΩ5
√
gΩ z
−3 φ1 φ?2 η
µν Aµ (p1ν + p2ν) , (6.54)
donde φ1 es el escalar incidente y φ2 es el estado saliente, o sea uno de los estados intermedios.
Hemos definido a los correspondientes momentos como p1 y p2, mientras que gS5 representa el
determinante de la me´trica de la 5-esfera y la condicio´n de conservacio´n de la carga indica que
Q1 = Q2 ≡ Q. Insertando la solucio´n del Aµ vemos que la integral se separa en dos contribuciones:
uno que contiene a la funcio´n de Bessel K1(qz), para el cual la regio´n dominante es la cercana al
borde de AdS, y otro proporcional al te´rmino de Aµ que es independiente de z. Este segundo te´rmino
se anula por las razones expuestas en el ape´ndice B, de manera que sea co´mo sea el diagrama en el
IR, la estructura tensorial esta´ dada por el cuadrado de
ηµνcµ (p1ν + p2ν) = η
µν
(
nµ − n · q
q2
qµ
)
(p1ν + p2ν) . (6.55)
Si nos quedamos a nivel a´rbol, tenemos
cµ(p
µ
1 + p
µ
2 ) = cµ(P
µ + (P + q)µ) = 2q(n · vs) , (6.56)
10Aqu´ı escribimos todo en te´rminos del campo φ, pero en los casos con loops simplemente hay que reemplazarlo
por el escalar s.
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y como qµv
µ
s = 0, obtenemos F1 = 0 y F2 6= 0. Sin embargo, para un diagrama con un loop sabemos
que
pµ1 + p
µ
2 = (q
′)µ + (P − p′)µ = (2q′ − q)µ . (6.57)
Por ende,
ηµν
(
nµ − n · q
q2
qµ
)
(p1ν + p2ν) = 2n ·
(
q′ +
q
2y′
)
≡ 2q(n · vt) . (6.58)
Esta estructura indica que la descomposicio´n ma´s general es de la forma
F1 ∼ 2q2
[
v2t + 4x
2(vs · vt)2
]
, (6.59)
F2 ∼ 4xq2
[
v2t + 12x
2(vs · vt)2
]
. (6.60)
Esta´ claro que estas u´ltimas expresiones deben ser completadas con todos los factores escalares que
son necesarios para calcular las funciones de estructura propiamente dichas.
Ahora bien, es sencillo convencerse de que el ana´lisis que acabamos de realizar para el caso de n
loops con n = 1 sigue siendo va´lido para n > 1 como los de la figura 22. La u´nica diferencia radica
en que en el caso general tenemos p2 = P−p′1−· · ·−p′n−1, que debido a la conservacio´n del momento
sigue siendo igual a q′−q. Los momentos p′i no son otra cosa que los cuadri-momentos de los estados
intermedios de la regio´n IR que ponemos on-shell a la hora de calcular la parte imaginaria de la
amplitud, mientras que q′ es el momento correspondiente al estado saliente del ve´rtice UV. Por lo
tanto, siempre obtendremos una descomposicio´n tensorial y una estructura similar a la del caso
n = 1. Notemos adema´s que si θ es el a´ngulo definido por los vectores ~q y ~q′, siempre tenemos
F1(θ → 0) = 0.
Dado que la estructura tensorial y el ve´rtice UV son ide´nticos, conjeturamos que la forma en que
las funciones de estructura dependen de q sera´ la misma, al menos a primer orden en la expansio´n
en potencias de Λ2/q2. Si esta propuesta resultara cierta, tendr´ıa una consecuencia directa muy
interesante: todas las correcciones 1/N2n con n > 1 ser´ıan subdominantes en comparacio´n con la
contribucio´n del diagrama n = 1. Esto querr´ıa decir que sea cual sea la manera en que decidamos
tomar los l´ımites N →∞ y q2 →∞, los u´nicos diagramas relevantes ser´ıan los que estudiamos en
el cap´ıtulo 1 y en el actual. En otras palabras, en acoplamiento fuerte y para valores grandes de N
(pero finitos) so´lamente ser´ıa necesario considerar estados finales de una y de dos part´ıculas.
Parte III
Aplicaciones y fenomenolog´ıa
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Cap´ıtulo 7
Blancos meso´nicos
Habiendo estudiado en detalle la descripcio´n hologra´fica del proceso de DIS en el caso ma´s
simple, dedicamos la parte III al estudio de modelos un tanto ma´s realistas. En este primer cap´ıtulo
presentamos las aplicaciones de las te´cnicas desarrolladas en los cap´ıtulos anteriores a los blancos
meso´nicos, identificados con los modos de cuerdas abiertas en los modelos con Dp-branas de sabor.
Como anticipamos en el cap´ıtulo 1, nos concentraremos en el ana´lisis del modelo D3D7 donde las
modificaciones con respecto a la parte II se ven simplificadas. Sin embargo, es importante tener en
mente que los resultados que obtenemos son de cara´cter universal: resultan va´lidos en una variedad
de modelos de branas con distintas caracter´ısticas.
En primer lugar, calculamos las funciones de estructura asociadas a los mesones escalares y
vectoriales tanto en el re´gimen de x grande, donde vale la aproximacio´n supergravedad, como
tambie´n en el re´gimen de x pequen˜o, donde es necesario incluir los efectos de los modos excitados de
las supercuerdas. Luego, analizamos las consecuencias fenomenolo´gicas de las expresiones obtenidas,
concentra´ndonos en la seccio´n eficaz diferencial del DIS. Finalmente, estudiamos las contribuciones
de las correcciones al DIS provenientes de los diagramas con loops en AdS para el caso de los blancos
meso´nicos. Los resultados originales de esta tesis asociados a estos ca´lculos fueron presentados en
[6, 7, 9].
7.1. DIS hologra´fico para mesones
En el modelo D3D7, las excitaciones duales a los mesones escalares corresponden a los campos
que describen las fluctuaciones de las D7-branas en las direcciones transversales, definidos en (1.31).
Presentaremos el ana´lisis en te´rminos del campo ϕ, pero los resultados sera´n los mismos para los
modos de χ. Asimismo, las fluctuaciones en las direcciones longitudinales definidas en te´rminos de
campos de gauge Bα sobre la brana representan la versio´n dual de los mesones vectoriales. Por otro
lado, es importante notar que a diferencia del cap´ıtulo 1 insertamos las D7-branas en la geometr´ıa
confinante del modelo hard-wall. De la misma manera que en el caso de AdS5, esto impondra´ una
condicio´n sobre los valores que pueden tomar los momentos en las direcciones planas. A los fines
pra´cticos podemos identificar las dos escalas IR presentes en el problema segu´n L ∼ ΛR2.
Re´gimen de supegravedad
Mesones escalares
Para empezar, notamos que las caracter´ısticas cinema´ticas del proceso son en todo sentido
ana´logas a las que fueron expuestas en el caso de los glueballs de esp´ın nulo. En efecto, el FCS
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hologra´fico es completamente ana´logo: la u´nica diferencia conceptual importante proviene del hecho
de que la simetr´ıa U(1) a la que esta´ asociada el boso´n de gauge ahora debe ser parte del grupo de
simetr´ıas de la S3 que se factoriza asinto´ticamente en la geometr´ıa (1.30) de la D7-brana. Por ende,
los argumentos basados en el ana´lisis de la energ´ıa del CM y su relacio´n con la escala de la cuerda
α′−1 indican tambie´n en el contexto del DIS meso´nico que la aproximacio´n de supergravedad es lo
suficientemente precisa para valores no muy pequen˜os del para´metro de Bjorken. Podemos decir
que en todos los casos (al menos en el l´ımite N → ∞) estudiaremos procesos similares al de la
figura 13. La u´nica diferencia estara´ dada por la geometr´ıa de fondo y las soluciones de los mesones
externos e intermedios.
Expandiendo el Lagrangiano DBI de (1.27) obtenemos la expresio´n (1.34) al orden cuadra´ti-
co, de donde se deduce la ecuacio´n de movimiento (1.35). Las soluciones exactas a esta ecuacio´n
esta´n dadas en [29], y toman la forma de potencias de ρ y (ρ2 + L2) multiplicadas por funciones
hipergeome´tricas. Sin embargo, sabemos que la interaccio´n relevante sucede en las cercan´ıas del
borde y tiene una escala caracter´ıstica rint ≈ qR2 ≈ ρint de manera que ρint  L. En esta regio´n,
las soluciones asociadas a los modos normalizables de los mesones escalares son similares a las del
dilato´n: la u´nica diferencia radica en la potencia de z = R2/r ≈ R2/ρ que acompan˜a a la funcio´n
de Bessel. Teniendo en cuenta la diferencia energe´tica entre el modo intermedio ϕX y los externos
ϕin/out, tenemos entonces
ϕi ∼ cieiP ·x
(
z
z0
)∆−1
Y∆(Ω) , ϕX ∼ cXei(P+q)·xzJ∆−2(Pz)Y∆(Ω). (7.1)
Los armo´nicos esfe´ricos escalares ahora esta´n definidos sobre S3 y satisfacen una relacio´n de au-
tovalores similar a (3.29), mientras que las normalizaciones se definen de manera ana´loga al caso
del dilato´n. Estos modos transforman en la representacio´n (l/2, l/2) de SO(4) ∼ SU(2) × SU(2),
donde el ı´ndice l ≥ 0 viene dado en te´rminos de la dimensio´n segu´n ∆(l) = l + 3.
El ve´rtice de interaccio´n puede obtenerse de diferentes maneras. Una posibilidad consiste en
insertar la perturbacio´n de la me´trica gmi ∼ AmKi (con un vector de Killing en S3) en la accio´n
cuadra´tica. Tambie´n podr´ıamos estudiar la derivada de Lie de los modos meso´nicos, o simplemente
derivar la corriente conservada asociada a la simetr´ıa U(1) correspondiente. En todos los casos el
resultado es el siguiente:
LAϕϕ = iQµ7(piα′)2
√−g z
2
R2
Am (ϕi∂mϕ
∗
X − ϕ∗X∂mϕi) . (7.2)
Para tener un carga no nula necesariamente debemos considerar los modos con l ≥ 1. Como vemos,
la situacio´n es muy similar a la del DIS para blancos tipo glueball. Los siguientes pasos son ana´logos,
y las expresiones que obtenemos para las funciones de estructura son nuevamente de la forma
F1(x, q
2) = 0 , F2(x, q
2) = 2piCte×Q2
(
Λ2
q2
)∆−1
x∆+1(1− x)∆−2. (7.3)
Obtenemos nuevamente F1 = 0: si bien el blanco es ahora meso´nico, sigue siendo escalar. Los
factores que inclu´ıan a la tensio´n de la brana µ7 han desaparecido debido a una rescritura en
te´rminos de las cantidades asociadas a la teor´ıa de campos N y λ, de manera que los resultados
son en todo sentido ana´logos a los del cap´ıtulo 3.
Mesones vectoriales
Las ecuaciones de movimiento de los campos de gauge sobre la brana tambie´n se deducen del
Lagrangiano cuadra´tico, que presenta el te´rmino de Einstein-Maxwell usual sumado a una contri-
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bucio´n proveniente del te´rmino de WZ en la accio´n original. Como dijimos al introducir el modelo
D3D7, los modos que identificamos como mesones vectoriales hologra´ficos son las denominadas so-
luciones del tipo II (1.39). En la regio´n cercana a rint y en cuanto a su dependencia con respecto
a las coordenadas de AdS los correspondientes modos normalizables son ana´logos a los del campo
de gauge Am del AdS5 puro (calculados por ejemplo en el gauge axial), y se diferencian de los
modos escalares principalmente debido a la presencia de un vector de polarizacio´n ζ transversal a
su cuadri-momento:
(Bi)µ ∼ ciζµeiP ·x
(
z
z0
)∆−1
Y∆(Ω) , (Bi)ρ = 0 (7.4)
(BX)µ ∼ cX (ζX)µ ei(P+q)·xJ∆−2(
√
sz)Y∆(Ω) , (BX)ρ = 0. (7.5)
La polarizacio´n esta´ normalizada a partir de los momentos, por ejemplo con ζ2 = P 2.
En el caso de los mesones vectoriales utilizamos los me´todos descriptos ma´s arriba para calcular
el te´rmino de interaccio´n con el foto´n dual Am. La estructura de la corriente que obtenemos es un
tanto distinta:
jm = −iQµ7 (2piα
′)2
2
[
GmnB∗X,n −Gmn∗X Bn
]
, G = dB. (7.6)
Siguiendo el procedimiento descripto en detalle en el cap´ıtulo 3, obtenemos el siguiente resultado
para la funcio´n de un punto de la corriente insertada en el borde:
〈P + q|Jµ(0)|P 〉f∆(x, q2)Nµ, (7.7)
donde f∆(x, q
2) depende del para´metro de Bjorken y de la virtualidad q del foto´n de manera similar
al caso escalar, y la estructura tensorial (ignorando como antes los te´rminos proporcionales a qµ)
esta´ dada por
Nµ ≡ 2(ζ · ζX)Pµ + (ζX · q)ζµ − (ζ · q)ζµX . (7.8)
A la hora de calcular ImTµν el teorema o´ptico indica que es necesario sumar sobre todos los posibles
estados intermedios. En este caso, dicha suma incluye la necesidad de considerar las diferentes
polarizaciones (helicidades) que puede tener el modo vectorial intermedio BX , y puede realizarse
en base a la identidad∑
ζµXζ
ν∗
X = M
2
Xη
µν + PµXP
ν
X = s η
µν + (P + q)µ(P + q)ν . (7.9)
Finalmente, necesitamos comparar el resultado con la estructura general presentada en (2.19), que
podemos rescribir de una manera ma´s clara en te´rminos del vector de esp´ın del hadro´n entrante
Sµ ≡ i
P 2
εµνρσζνζ
∗
νPσ. (7.10)
De esta manera, se obtienen las expresiones para las ocho funciones de estructura (que preservan
paridad) de los mesones vectoriales polarizados en el re´gimen de supergravedad, que podemos
describir en base a un factor global comu´n
A(x, q2) = Cte×Q2(Λ
2
q2
)τ−1xτ+1(1− x)τ−2, (7.11)
y diversos resultados originales que constituyen nuevas relaciones del tipo Callan-Gross [4]:
F2 = 2F1 , b2 = 2b1 , b1 = 3F1 , b2 = 3F2 , b4 = −2b3 , g1 ≈ 0. (7.12)
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A continuacio´n detallamos los aspectos ma´s relevantes de estos resultados:
Las expresiones presentadas en (7.11) y (7.12) constituyen los primeros resultados para las
ocho funciones de estructura que pueden aparecer en el DIS con blancos meso´nicos vectoriales
obtenidas por me´todos anal´ıticos en el re´gimen de acoplamiento fuerte (y con N →∞).
La principal propiedad del caso vectorial en comparacio´n con el escalar proviene del reemplazo
∆→ τ , donde τ = ∆−1 es el twist para esp´ın 1. Esta observacio´n es consistente con el ana´lisis
de (2.73) y se repetira´ para el caso fermio´nico. Teniendo en cuenta este reemplazo, la forma
general de las dependencias en q2 puede entenderse de la misma manera que en el cap´ıtulo 3.
Encontramos nuevas relaciones de Callan-Gross (CG), entre las cuales se destaca la de caracter
universal: F2 = 2F1. Este resultado es ana´logo a la relacio´n de CG original F2 = 2xF1, que
es va´lida exactamente en el modelo de partones. En este caso, la unidad que encontramos en
reemplazo del para´metro de Bjorken x referido a la fraccio´n de momento que lleva el parto´n
involucrado en la interaccio´n puede entenderse como consecuencia de que el foto´n interactu´a
con el hadro´n inicial como un todo. Se trata de un comportamiento que no pod´ıa ser observado
en el caso escalar por razones de simetr´ıa.
Tambie´n destacamos la presencia de la relacio´n b2 = 2b1, analizada en [38] de manera similar
a la del ı´tem anterior, y que en el modelo de partones tambie´n incluir´ıa un factor x adicional.
El hecho de que se satisfaga la condicio´n g1(x) ≤ F1(x) constituye un chequeo de consistencia
de consistencia de nuestros resultados [36].
En el trabajos [5] mis colaboradores han mostrado expl´ıcitamente que el ana´lisis y los resultados
que acabamos de considerar son ana´logos a los que se obtienen a partir de los modelos D4D6D6 [31]
y D4D8D8 [30]. Esto se repetira´ para los dema´s reg´ımenes, incluso cuando resulta necesario partir
directamente desde la teor´ıa de cuerdas. Basados en estos ejemplos, podemos decir que existe una
posibilidad concreta de que estemos describiendo un comportamiento universal, va´lido al menos
para las teor´ıas de campos que cuentan con duales gravitatorios. Adema´s, en dichos trabajos se
analizan tambie´n algunos aspectos de los modelos no abelianos y de las correcciones 1/N y Nf/N .
Re´gimen de teor´ıa de cuerdas
En esta seccio´n calcularemos las funciones de estructura de los mesones escalares y vectoriales
en el re´gimen exp
(
−√λ
)
 x λ−1/2. Para esto, utilizaremos me´todos ana´logos a los del cap´ıtulo
4, de manera que enfatizaremos las dificultades propias del caso meso´nico pero evitaremos entrar
en detalles sobre los que hayamos ahondado anteriormente.
Nuevamente, podemos extrapolar el ana´lisis cinema´tico realizado en el caso del glueball. En el
re´gimen que estamos considerando, la energ´ıa del CM s˜1/2 del proceso dual esta´ relacionada de tal
manera con la de la teor´ıa de campos s1/2 (con s ≈ q2/x) se vuelve muy grande. La contribucio´n
principal a la amplitud del DIS estara´ dada por un proceso conceptualmente cercano al intercam-
bio de un gravito´n en el canal t 1. Para ser ma´s precisos, no se trata de un proceso que pueda
describirse enteramente con las herramientas de la supergravedad pues la energ´ıa del CM toma
valores comparables con la escala de masa de los estados excitados de cuerdas, es decir, α′−1. En
consecuencia, se vuelve necesario tener en cuenta la contribucio´n de la totalidad de los modos de
1Vale la pena resaltar que debido a la presencia del vector de polarizacio´n en el caso vectorial, el diagrama del
gravito´n incluye tambie´n contribuciones a las funciones de onda antisime´tricas (no as´ı a las que no preservan paridad).
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cuerdas que forman una torre de estados sobre el gravito´n propiamente dicho. En terminos efec-
tivos, presenciamos la formacio´n de un gravito´n reggeizado. Finalmente, recordamos que en este
re´gimen en particular el proceso en su totalidad puede considerarse como una u´nica interaccio´n
local con cuatro estados externos (de la que so´lo nos interesa la parte imaginaria), gracias a lo cual
podemos realizar nuevamente nuestra aproximacio´n local.
En este contexto, resulta sencillo anticipar la estructura tensorial de los Lagrangianos efectivos
asociados a los blancos meso´nicos. Simplemente necesitamos realizar las perturbaciones relevantes
en la accio´n DBI de forma tal de aislar la manera en que los distintos modos se acoplan con las
perturbaciones de la me´trica, recuperando una vez ma´s los respectivos tensores de energ´ıa momento
Tαβϕ y T
αβ
B .
Como ha sucedido en el re´gimen de supergravedad, el caso de los mesones escalares resulta ser
completamente ana´logo al del dilato´n aunque restringido a la geometr´ıa de la D7-brana: nuevamente
la contribucio´n ma´s relevante es de la forma
Leff ∝ F ∗mnF pn∂mϕ∗ ∂pϕ. (7.13)
En el caso vectorial obtenemos en cambio
Leff ∝ F ∗mnF pnG∗nqGmq. (7.14)
En este re´gimen, solamente necesitamos las expresiones asinto´ticas asociadas a las soluciones ϕin/out
y Bin/out.
Para transformar estas estructuras en los verdaderos ve´rtices efectivos deber´ıamos incluir de
alguna manera un prefactor proveniente de teor´ıa de cuerdas que tenga en cuenta la posibilidad
de intercambiar modos excitados. Sin embargo, en este caso la interpretacio´n desde primeros prin-
cipios resulta menos directa: los campos cuyas fluctuaciones describen a los mesones hologra´ficos
corresponden a los modos livianos de las cuerdas que viven sobre la D7-brana, es decir que se
trata de cuerdas abiertas. El desaf´ıo principal de nuestro trabajo [6] tuvo que ver con deducir los
Lagrangianos efectivos asociados a los mesones escalares y vectoriales de manera tal que respeten
las estructuras (7.13) y (7.14), incluyendo los prefactores correctos directamente desde el ana´lisis
de teor´ıa de cuerdas.
Amplitudes mixtas en teor´ıa de cuerdas
Dejemos de lado por un momento el proceso dual al DIS (FCS) que nos interesa y concentre´mo-
nos en construir la amplitud completa desde teor´ıa de cuerdas. Los estados externos esta´n dados
por dos modos de cuerdas cerradas asociados al gravito´n (que luego dan lugar al Am) y dos modos
de cuerdas abiertas que representan los mesones. Se trata, entonces, de una amplitud de las de-
nominadas mixtas. En este apartado repasamos los elementos necesarios a la hora de calcular este
tipo de amplitudes. Notemos que la localidad aproximada del proceso permite utilizar los ca´lculos
de cuerdas en espacio plano como en el caso de los glueballs.
En el a´mbito de la teor´ıa de cuerdas, para calcular una amplitud como la que necesitamos
debemos realizar una integral de camino en la CFT de la hoja de mundo con las inserciones
correspondientes a los operadores de ve´rtice asociados a los estados externos. En este caso, la
presencia de las cuerdas abiertas indica que la topolog´ıa relevante es la de un disco. Cabe resaltar
que en [69] el autor analizo´ en detalle la posibilidad de expresar este tipo de amplitudes en te´rminos
de amplitudes puras de cuerdas abiertas a partir de las relaciones de KLT. Utilizaremos parte de sus
resultados en un momento. La superficie asociada a nuestro proceso a nivel a´rbol puede mapearse
mediante una transformacio´n conforme al disco unitario, que en coordenadas complejas z, z¯ podemos
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definir como D = {z ∈ C|, |z| ≤ 1}. Utilizando una transformacio´n de Mo¨bius z → i(1+z)(1−z)−1
podemos mapear una vez ma´s este disco al semi-plano superior H+ = {z ∈ C|, Im(z) ≥ 0}. Las
inserciones asociadas a las cuerdas abiertas debera´n estar ubicadas en el borde, mientras que las de
las cuerdas cerradas estara´n en el interior. Las expresiones para estos operadores son las siguientes:
V (−1)o (x, µ, p) = goe
−φµψµeip·X(x) , (7.15)
V (0)o (x, µ, p) = go(2α
′)−1/2µ
(
i∂xX
µ + 2α′p · ψψµ) eip·X(x) , (7.16)
para los modos de cuerdas abiertas, y
V (−1,−1)c (z, z¯;hµν , q) = gce
−φ˜(z¯)e−φ(z)hµνψ˜µ(z¯)ψν(z)eiq·X(z¯,z) , (7.17)
V (0,0)c (z, z¯;hµν , p) = −gc
2
α′
hµν
(
i∂¯Xµ +
α′
2
q · ψ˜ψ˜µ(z¯)
)(
i∂Xν +
α′
2
q · ψψν(z)
)
×
eiq·X(z¯,z) , (7.18)
para los modos de cuerdas abiertas. En la notacio´n que estamos utilizando, Xµ y ψµ son los campos
boso´nicos y fermio´nicos de la teor´ıa en la hoja de mundo, respectivamente, mientras que φ y φ˜ son
los campos fantasmas 2. Los acoplamientos esta´n dado spor go y gc, con gc = g
2
o . Cabe resaltar que
cada vez que escribimos V para un operador de ve´rtice estamos tomando impl´ıcitamente el orden
normal. Con estas definiciones, la amplitud viene dada por
Astring(h1, h4, 2, 3) =
∫
∂H+
dx
∫
∂H+
dy
∫
z∈H+
dzdz¯
∫
w∈H+
dwdw¯ 〈c(z)c˜(z¯)×
V (0,0)c (z, z¯;h1µν , k1)V
(−1,−1)
c (w, w¯;h4µν , p4)(c(x)− c(y))V (0)o (x, 2µ, k2)V (0)o (y, 3µ, k3)〉,
(7.19)
donde c y c˜ tambie´n son campos fantasmas. Tenemos dos para´metros reales asociados a las insercio-
nes en el borde, y dos para´metros complejos relacionados con las inserciones de cuerdas cerradas. La
simetr´ıa SL(2, R) permite fijar tres de estos para´metros (reales), con lo que tenemos tres integrales
por realizar. Una posibilidad consiste en tomar x → −∞, y = 1 y Re(w) = 0 (i.e. w¯ = −w). En
cuanto al valor de expectacio´n involucrado en (7.19), podemos decir que esta´ dado por una integral
sobre las configuraciones de los campos que agrupamos en Φ ≡ {X,ψ, ψ˜, φ, φ˜, c, c˜}, y que podemos
escribir esquema´ticamente segu´n
〈f [X,ψ, ψ˜, φ, φ˜, c, c˜]〉 ≡
∫
DΦ eiS[Φ]f [Φ] . (7.20)
Como la accio´n S[Φ] es separable cada integral puede hacerse por separado, dando lugar a la
aparicio´n de los propagadores [69-71]
〈Xµ(z)Xν(w)〉 = −2α′ηµν ln(z − w),
〈Xµ(z)X˜ν(w¯)〉 = −2α′Dµν ln(z − w¯),
〈ψµ(z)ψν(w)〉 = ηµν(z − w)−1,
〈ψµ(z)ψ˜ν(w¯)〉 = Dµν(z − w¯)−1,
〈φ(z)φ(w)〉 = − ln(z − w),
〈φ(z)φ˜(w¯)〉 = − ln(z − w¯),
〈c(w1)c(w2)c(z)〉 = Cghost(w1 − w2)(w1 − z)(w2 − z),
〈c(w1)c(w2)c˜(z¯)〉 = Cghost(w1 − w2)(w1 − z¯)(w2 − z¯),
2En estas expresiones utilizamos para los ı´ndices la notacio´n de [69].
7.1. DIS HOLOGRA´FICO PARA MESONES 115
donde Dµν es una matriz diagonal cuyos elementos son simplemente 1 en las direcciones paralelas
a la D-brana y −1 en las transversales. Teniendo todos estos ingredientes podemos calcular el
valor de expectacio´n en (7.19), que incluye las contracciones de Wick de 16 te´rminos en total.
La cuenta es un tanto extensa, pero en el caso de los mesones escalares solamente sobrevive un
te´rmino, principalmente debido al hecho de que las polarizaciones correspondientes solamente son
no nulas en las direcciones transversales y perpendiculares a varios de los momentos involucrados.
Un resultado inicial en este contexto fue obtenido por Fotopoulos y Tseytlin [71] cerca del re´gimen
de supergravedad, en el que los autores mostraron que las integrales complejas pueden calcularse
expl´ıcitamente cerca de las singularidades (que aparecen cuando dos inserciones se acercan). El
resultado exacto fue obtenido en [69], y puede separarse en dos contribuciones segu´n
A2o2c,scalar4 = P2o2c,scalar1 K2o2c,scalar1 + P2o2c,scalar2 K2o2c,scalar2 , (7.21)
donde
P2o2c,scalar1 =
∫ +∞
−∞
dxx2(1 + ix)u−1(1− ix)u−1 × (7.22)∫
C
d2z (1− z)s(1− z¯)s(z + ix) t2−1(z − ix) t2−1(z¯ + ix) t2−1(z¯ − ix) t2−1.
Esto quiere decir que la estructura factorizada A ∼ G × K reaparece, aunque solamente te´rmino a
te´rmino. Como el primero es el que sobrevive en el l´ımite α′ → 0, el factor cinema´tico K2o2c,scalar1 es
independiente de α′ y puede obtenerse a partir de los diagramas de Feynman de supergravedad [71]
de la misma manera que en el caso de las cuerdas cerradas de la parte II. Por ende, esta contribucio´n
es la u´nica que nos interesa. En la figura 23 presentamos de manera esquema´tica la identificacio´n
entre la manera en que vemos los procesos en el l´ımite de bajas energ´ıas y los diferentes l´ımites en
los que podemos pensar la forma de la hoja de mundo cerca de las singularidades.
Figura 23: Las dos interpretaciones de los procesos a bajas energ´ıas: como diagramas de Feynman de super-
gravedad y como l´ımites de la integral sobre la hoja de mundo [71].
La estructura tensorial de (7.13) asociada al intercambio del gravito´n emerge a partir de
K2o2c,scalar1 en el l´ımite de t˜ → 0 y s˜ grande. Por otro lado, vemos que el prefactor necesario
para calcular la accio´n efectiva completa en el caso de los mesones escalares se deduce formalmente
al tomar los mismos l´ımites en (7.22). Sin entrar en detalles, es fa´cil convencerse de que el prefactor
que obtenemos es exactamente el mismo que en el caso de las cuerdas cerradas, al menos en este
l´ımite. En efecto, sabemos que estamos interesados en un proceso emparentado con el intercam-
bio gravitatorio, identificado con un modo de cuerdas cerradas. Por lo tanto, es de esperarse que
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encontremos las singularidades del prefactor sean las mismas. Gra´ficamente, esto quiere decir que
estamos analizando una regio´n cinema´tica en donde dominan los diagramas de la derecha de la
figura 23, donde se ve claramente que el propagador es un cilindro puesto que se intercambian
modos de cuerda cerrada. En lo que respecta este propagador del Pomero´n, el proceso es ide´ntido
al que tiene cuatro cuerdas cerradas como modos externos. Esta intuicio´n puede formalizarse a
directamente a partir del OPE de los operadores de ve´rtice utilizando las te´cnicas de [13].
En el caso de los mesones vectoriales, una ana´lisis similar eligiendo polarizaciones no nulas en
las direcciones de la D-brana lleva a una amplitud expresada como una suma de ocho te´rminos:
A2o2c,vector4 = P2o2c,vector1 K2o2c,vector1 + P2o2c,vector2 K2o2c,vector2 + · · · . (7.23)
Sin embargo, el razonamiento es el mismo: la parte cinema´tica del te´rmino relevante en el l´ımite
α′ → 0 puede calcularse a partir de los diagramas de supergravedad, y toma la forma (7.14) en el
re´gimen que nos interesa. Nuevamente, el prefactor de teor´ıa de cuerdas toma en este re´gimen la
misma forma que en los casos escalares.
Funciones de estructura meso´nicas en el re´gimen local
Para calcular las funciones de estructura meso´nicas en el re´gimen que estamos estudiando so-
lamente resta tomar la parte imaginaria de las amplitudes que describimos en la seccio´n anterior
y comparar los resultados con la descomposicio´n tensorial general de los tensores hadro´nicos para
blancos escalares y vectoriales.
Para los mesones escalares ϕ obtenemos expresiones para para F1 y F2 ana´logas en todo sentido
a las de los glueballs, es decir,
F1(x, q
2) = Cte× 1
x2
(
Λ2
q2
)∆−1
1
4pi
√
λ
I1,2∆+3 , F2(x, q
2) = 2x
(
2∆+ 3
∆+ 2
)
F1, (7.24)
recuperando una vez ma´s la x correspondiente en la relacio´n de Callan-Gross.
Para los mesones vectoriales obtenemos nuevamente la dependencia en x y q2 de la totalidad
de las funciones de estructura de los blancos vectoriales. Los resultados pueden resumirse de la
siguiente manera
Las funciones universales se comportan exactamente como en (7.24).
Las relaciones b1 = 3F1 y b2 = 3F2 que encontramos en el re´gimen de supergravedad siguen
siendo va´lidas.
En este re´gimen encontramos adema´s que b3 = −2b4 = −2b2/3.
Tambie´n sigue siendo cierto que g1 es subdominante con respecto a las dema´s funciones de
estructura. Como veremos en el cap´ıtulo 8, es probable que en ciertos modelos esta conclusio´n
se modifique si consideramos la contribucio´n del intercambio de un modo de esp´ın j ≈ 1,
generando una contribucio´n g1 ∼ 1/x.
La funcio´n g2 es positiva y crece como x
−2 en este re´gimen.
En todos los casos, la dependencia con (Λ2/q2) es la misma que en todos los ca´lculos que
realizamos fuera del re´gimen en el que x toma valores exponencialmente pequen˜os.
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Nuevamente, los resultados en los dema´s modelos son ana´logos a los que obtuvimos en el caso
D3D7. En te´rminos generales, esperamos que el ana´lisis del cap´ıtulo 5 asociado a los valores expo-
nencialmente pequen˜os de x pueda extenderse al caso de los mesones de manera sencilla y en todos
los modelos en cuestio´n.
7.2. Secciones eficaces y momentos
En esta seccio´n analizamos algunas consecuencias fenomenolo´gicas de los resultados que obtu-
vimos para el DIS meso´nico utilizando las te´cnicas hologra´ficas.
Hemos sido capaces de calcular las contribuciones dominantes [7] tanto en el re´gimen de su-
pergravedad, que podemos identificar de manera aproximada con el rango 0,1-0,2 < x < 1, como
en el re´gimen en el que es necesario utilizar amplitudes de teor´ıa de cuerdas, que describe apro-
ximadamente la regio´n x < 0,1. Teniendo estos resultados, estamos en posicio´n de, por primera
vez, calcular la seccio´n eficaz diferencial del proceso de DIS en todo el rango f´ısico 3. Analizaremos
nuestros resultados en base a la descripcio´n general persentada en el cap´ıtulo 2 para el DIS con
blancos escalares.
Rango 1: 1/
√
λ x < 1
En un primer momento nos concentraremos en los mesones vectoriales puesto que constituyen
nuestros resultados ma´s novedosos. Adema´s, aqu´ı s´ı distinguiremos expl´ıcitamente los resultados
obtenidos para cada uno de los tres modelos considerados. Si bien los resultados son cualitativamente
los mismos en todos los casos, estamos interesados en ver si alguno de estos modelos provee un mejor
acuerdo con los datos a nivel cuantitativo. Las diversas relaciones de Callan-Gross que hemos
descubierto permiten escribir todas las funciones en te´rminos de un factor global F (x, q2) y de la
funcio´n F1(x, q
2) = F (x, q2)(1− x)
F (x, q2) = Cte
(
Λ2
q2
)γ
xγ+2(n+1)(1− x)γ−1 , (7.25)
que depende expl´ıcitamente del modelo y escribimos en te´rminos del exponente
γ2 =
A2 + `(`+ p− 5)
B2
, A =
1− 2α− β(p− 3)/2− p+ 4
2
, B =
α− β − 2
2
, n =
2 + β
4B
relacionado con la forma de la me´trica asinto´tica en cada caso (ver tabla 7.1), dada por
ds2 =
( r
R
)α
ηµνdx
µdxν +
( r
R
)β [
dr2 + r2dΩ2p−4
]
. (7.26)
Reemplazando en las expresiones generales para las secciones diferenciales obtenemos
3Debemos tener en mente que, en realidad, existe un u´ltimo rango asociado a valores realmente muy pequen˜os
de x para los cuales el comportamiento descripto por las ecuacio´n (7.24) deja de ser va´lido debido a la ruptura de
la aproximacio´n local, y la expresio´n para las funciones de estructura debe modificarse. Sin embargo, esta regio´n
parame´trica sera´ de menor importancia a la hora de comparar con los datos disponibles.
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Modelo / Para´metro p α β
D3D7 7 2 -2
D4D8D8 8 3/2 −3/2
D4D6D6 6 3/2 −3/2
Tabla 7.1: Para´metros α y β para cada uno de los modelos de branas de sabor.
dσ
dx dy dφ
=
MEe4
4pi2q4
{
〈qq〉 [xy2 + 2(1− y)] F1 + 2xy2g2[(sh · sl)
(P · q) −
(q · sh)(P · sl)
(P · q)2
]}
=
MEe4
4pi2q4
F1
{
〈qq〉 [xy2 + 2(1− y)]+ 9
2
y2
[
(sh · sl)
(P · q) −
(q · sh)(P · sl)
(P · q)2
]}
=
MEe4
4pi2q4
F (x, q2)(1− x)×{
〈qq〉 [xy2 + 2(1− y)]+ 9
2
y2
[
(sh · sl)
(P · q) −
(q · sh)(P · sl)
(P · q)2
]}
. (7.27)
Si el lepto´n de momento k esta´ polarizado longitudinalmente de manera tal que sl = Hlk, con
Hl = ±1 para helicidades positivas (negativas), lo que constituye la situacio´n ma´s relevante en
te´rminos experimentales, podemos rescribir esta expresio´n de la siguiente manera:
dσ
dx dy dφ
=
MEe4
4pi2q4
F (x, q2)(1− x)
{
〈qq〉 [xy2 + 2(1− y)]− 9Hl
2ME
sµh (ykµ − qµ)
}
. (7.28)
Analizando cada una de las posibles polarizaciones hadro´nicas encontramos los siguientes compor-
tamientos:
Blanco no-polarizado: 〈qq〉unpol = 1, sh = 0.
dσ
dxdydφ
∣∣∣
unpol
=
MEe4ASF (x)
48pi2q4x3
(1− x) [xy2 + 2(1− y)] . (7.29)
Blanco longitudinalmente polarizado: 〈qq〉LP = 0, sh = (0, HhMzˆ) (and using cos θ ≈ 1).
dσ
dxdydφ
∣∣∣
LP
= 0 . (7.30)
Blanco transversalmente polarizado: 〈qq〉TP = 3/2, sh = (0, HhMxˆ)
dσ
dx dy dφ
|TP = MEe
4ASF (x)
48pi2q4x3
(1− x)
{
3
2
[
xy2 + 2(1− y)]− 9HlHh
2
M
|q| (1− y) cosφ
}
(7.31)
Notar que el factor M/|q| = √−P 2/q2 indica que la parte dependiente del esp´ın es subdomi-
nante.
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Modelo D3D7 D4D8D8 D4D6D6
δ 2∆+3∆+2
4(4∆+3)
8∆+9
16(∆+1)
8∆+11
Tabla 7.2: Para´metro δ en cada uno de los modelos de branas.
Finalmente, para las amplitudes de helicidad vemos que en este re´gimen
A++,++ ' 0 +O(t) ,
A+0,+0 ' 3F1 ,
A+0,0+ '
√−t [9F1
2
+
a3
2
+
a4
4
]
=
√−t 6F1 ,
A+−,+− ' 0 +O(t) , (7.32)
A+−,00 '
√−t [9F1
2
− a3
2
− a4
4
]
=
√−t 3 F1 ,
A+−,−+ ' 0 ,
A0+,0+ ' 4b3
3x
,
A00,00 ' 3
(1
x
− 1
)
F1 − 8b3
3x
.
Rango 2: e−
√
λ  x 1/√λ
Los resultados relevantes para esta seccio´n tambie´n pueden expresarse de manera simple. Ex-
cepto g1 que se anula a primer orden, todas las funciones crecen como x
−1 o x−2 en el l´ımite x→ 0.
Las relaciones de tipo Callan-Gross son ana´logas en todos los modelos: la u´nica diferencia radica
en la modificacio´n las que relacionan F1 con F2 y b1 con b2, respectivamente. Esta´n dadas por
F2 = 2xF1 × δ(∆) y una ecuacio´n equivalente para las bi, donde hemos introducido una constante
nume´rica δ cuya relacio´n con la dimensio´n conforme ∆ asociada al hadro´n incidente depende del
modelo en cuestio´n. La dependencia expl´ıcita se muestra en la tabla 7.2.
Reemplazando una vez ma´s en las expresiones generales, obtenemos
dσ
dxdydφ
=
MEe4
4pi2q4
{
〈qq〉[xy2 + 2x(1− y)δ]F1 + 2xy2g2
[
(sh · sl)
(p · q) −
(q · sh)(p · sl)
(p · q)2
]}
=
MEe4
4pi2q4
F1
{
〈qq〉[xy2 + 2x(1− y)δ] + 3xy2δ
[
(sh · sl)
(p · q) −
(q · sh)(p · sl)
(p · q)2
]}
∼ MEe
4
48pi2q4
1
x
{
〈qq〉[y2 + 2(1− y)δ] + 3y2δ
[
(sh · sl)
(p · q) −
(q · sh)(p · sl)
(p · q)2
]}
. (7.33)
En el caso de polarizacio´n longitudinal para el lepto´n, la seccio´n eficaz diferencial resulta ser
dσ
dxdydφ
∼ MEe
4
48pi2q4
1
x
{
〈qq〉[y2 + 2(1− y)δ]− 3δ
ME
Hls
µ
h(ykµ − qµ)
}
. (7.34)
De manera que para las diferentes polarizaciones hadro´nicas tenemos los siguientes resultados:
Blanco no polarizado: 〈qq〉unpol = 1, sh = 0. En este caso se anula el te´rmino dependiente del
esp´ın, por lo que
dσ
dxdydφ
|unpol ∼ MEe
4
48pi2q4
1
x
[y2 + 2(1− y)δ] . (7.35)
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Blanco longitudinalmente polarizado: 〈qq〉LP = 0, sh = (0, HhMzˆ)
dσ
dxdydφ
∣∣∣
LP
= 0 . (7.36)
Blanco transversalmente polarizado: 〈qq〉TP = 3/2, sh = MHhxˆ
dσ
dxdydφ
|TP ∼ MEe
4
48pi2q4
1
x
{
3
2
[y2 + 2(1− y)δ]− 3δ(1− y)M|q|HlHh cosφ
}
, (7.37)
donde el segundo te´rmino es nuevamente subdominante.
Concluimos con las expresiones de las amplitudes de helicidad en este re´gimen:
A++,++ ' 0 , A+0,+0 ' 3F1 ,
A+0,0+ ' 0 , A+−,+− ' 0 , (7.38)
A+−,00 = O(
√−t) ≈ 0 , A+−,−+ = 0 ,
A0+,0+ = 2(δ − 1)F1 > 0 , A00,00 = 3(δ − 1)F1 > 0 .
Notamos que en este re´gimen el factor a3 = −b3 + b2/3 se transforma en a3 = b2 a primer orden.
Esto es interesante: indica que la funcio´n de estructura b2 caracteriza la amplitud asociada al doble
salto de helicidad.
Ana´lisis
En esta seccio´n discutimos los resultados que hemos obtenidos para los mesones escalares y
vectoriales y los comparamos con los datos experimentales y las simulaciones disponibles.
Funciones de estructura y seccio´n eficaz diferencial
Comenzamos analizando los resultados para los mesones vectoriales. Las figuras 24, 25 y 26
muestran la forma funcional de las funciones de estructura F1, F2, b1 y b2 para blancos de esp´ın
1 polarizados en funcio´n del para´metro de Bjorken, y en el contexto de los modelos de branas
D3D7, D4D8D8 y D4D6D6. En cada caso nos concentramos en los modos ma´s livianos, dados
por ` = 1, 2, 3. Los valores que utilizamos en estos gra´ficos para la constante de normalizacio´n
esta´n indicados en la siguiente seccio´n, y han sido elegidos en base a los ajustes realizados para
los momentos Mj(Fi), definidos en (2.72). Los datos utilizados para realizar estos ajustes, que
discutiremos ma´s abajo, provienen de simulaciones (lattice QCD).
Observamos que todas las funciones de estructura encontradas presentan un comportamiento
similar. En la regio´n de x chico, las diferencias entre los modelos y entre las distintas part´ıculas
no son importantes. En la regio´n de x grande todas las funciones toman la forma de campanas
invertidas con ma´ximos situados alrededor de x ' 0,6. Sin embargo, la altura y ubicacio´n exactas
del ma´ximo depende del valor de `. Las altura ma´xima de las funciones en esta regio´n se hace
cada vez menor al aumentar el valor de `. Este comportamiento es ma´s pronunciado en los modelos
D4D8D8 y D4D6D6.
Podemos comparar estos gra´ficos con los que se encuentran disponibles en la literatura. Las
curvas que encontramos para F1,2 tienen una forma similar a la de [72], aunque en dicho trabajo los
ma´ximos ocurren alrededor de x ' 0,8. Los autores analizan la relacio´n F2/(2F1), obteniendo un
valor aproximadamente constante y cercano a 1. Lo mismo sucede en nuestro caso. Sin embargo,
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Figura 24: Las funciones de estructura F1, F2, b1 y b2 en te´rminos del para´metro de Bjorken x para los
mesones vectoriales con ` = 1, 2 y 3 en el modelo D3D7. Presentamos los resultados tanto del re´gimen de x
pequen˜o como del de x grande.
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Figura 25: Las funciones de estructura F1, F2, b1 y b2 en te´rminos del para´metro de Bjorken x para los
mesones vectoriales con ` = 1, 2 y 3 en el modelo D4D8D8. Presentamos los resultados tanto del re´gimen de
x pequen˜o como del de x grande.
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Figura 26: Las funciones de estructura F1, F2, b1 y b2 en te´rminos del para´metro de Bjorken x para los
mesones vectoriales con ` = 1, 2 y 3 en el modelo D4D6D6. Presentamos los resultados tanto del re´gimen de
x pequen˜o como del de x grande.
cabe resaltar que en [72] solamente se presentan ca´lculos va´lidos bajo la aproximacio´n de supergra-
vedad. Como hemos visto, estos me´todos so´lo describen una parte del problema. En efecto, no hay
ningu´n factor x en la entre F2 y F1. Como hemos visto, este factor x se recupera al considerar las
contribuciones de los modos excitados de cuerdas.
En cuanto a las secciones eficaces diferenciales, nuevamente la mejor manera de visualizar nues-
tro resultado hace uso de la separacio´n de reg´ımenes que ocurre de manera natural segu´n los valores
que toma x. Presentamos las secciones eficaces diferenciales para el caso de los mesones vectoriales
no polarizados como curvas de nivel en el plano (x, y), primero en la regio´n de x grande y luego
en la regio´n de x chico en las figuras 27 y 28, respectivamente, diferenciando adema´s los resultados
generados por cada uno de los modelos de branas.
Las a´reas ma´s oscuras corresponden a valores menores para la seccio´n eficaz diferencial. En el
primer caso, observamos que e´sta u´ltima toma sus ma´ximos valores cerca de x ≈ 0,5. Adema´s, las
curvas de nivel son ma´s angostas para el modelo de Sakai-Sugimoto.
Comparacio´n con lattice QCD
Los momentos esta´n definidos en (2.72) en base a integrales de las funciones de estructura
multiplicadas por alguna potencia del para´metro de Bjorken a lo largo de todo el rango f´ısico
0 ≤ x ≤ 1. Estos objetos no hab´ıan sido calculados anteriormente en este re´gimen por me´todos
anal´ıticos debido a la necesidad de conocer las funciones de estructura en todo (o casi todo) el
intervalo de integracio´n. Encontramos en estos objetos una herramienta esencial para comparar
nuestros resultados con la fenomenolog´ıa conocida para el DIS con blancos meso´nicos. En efecto,
los resultados experimentales para las funciones de estructura son muy limitados en el caso de los
mesones. La comparacio´n se hace muy complicada, en particular para valores muy pequen˜os del
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Figura 27: Mapas de l´ıneas de contorno para las secciones eficaces diferenciales del DIS con mesones vec-
toriales no polarizados como blancos en el re´gimen 1/
√
λ  x < 1 y para los tres modelos de branas que
consideramos. El eje horizontal corresponde al para´metro de Bjorken en el rango [0,1, 1], mientras que el eje
horizontal describe la variable y ∈ [0, 1]. Zonas ma´s oscuras corresponden a valores menores para la seccio´n
eficaz.
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Figura 28: Mapas de l´ıneas de contorno para las secciones eficaces diferenciales del DIS con mesones vec-
toriales no polarizados como blancos en el re´gimen 1/
√
λ  x < 1 y para los tres modelos de branas que
consideramos. El eje horizontal corresponde al para´metro de Bjorken en el rango [0,01, 0,1], mientras que
el eje horizontal describe la variable y ∈ [0, 1]. Zonas ma´s oscuras corresponden a valores menores para la
seccio´n eficaz.
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para´metro de Bjorken. En el caso ma´s liviano de los mesones escalares, asociado a los piones, han
habido estudios importantes como por ejemplo los de [73-76]. Sin embargo, todas estos trabajos
concentran sus investigaciones en las funciones de valencia asociadas a experimentos de Drell-Yan,
cuyos datos esta´n restringidos a la regio´n parame´trica x ≥ 0,2. Notar que en nuestro ca´lculos el pio´n
corresponde al modo ` = 1, ya que se trata del modo pseudo-escalar ma´s liviano 4. En principio,
estos resultados podr´ıan compararse con los nuestros en la regio´n de supergravedad. El problema
es que al hacerlo estar´ıamos despreciando el crecimiento en la regio´n x→ 0, que ha sido destacado
anteriormente por ejemplo en [77], donde el autor propone un modelo en las que las funciones
de distribucio´n parto´nicas (a partir de las cuales se construyen las de estructura, por ejemplo en
el modelo de partones) tienen dos te´rminos, uno de los cuales esta´ asociado al mar de partones
con fracciones de momento pequen˜as y resulta divergente para x → 0. Este tipo de divergencias
aproximadas han aparecido tambie´n en la contribucio´n pio´nica a la funcio´n de estructura b1 del
deutero´n [78]. Es importante tener en cuenta que ambos comportamientos son importantes a la
hora de analizar los momentos.
En consecuencia, resulta interesante realizar un estudio cuantitativo para determinar si nuestras
funciones pueden generar valores fenomenolo´gicamente aceptables para los momentos. Simulaciones
realizadas en el marco de lattice QCD permiten comparar con los primeros momentos asociados
a las funciones universales F1,2 de los mesones escalares y vectoriales ma´s livianos: el pio´n y el
meso´n ρ. En un primer momento, presentamos la comparacio´n entre nuestros resultados y las
simulaciones presentadas en [79, 80] (referimos al lector interesado en los detalles de la simulacio´n
al trabajo original y a algunos comentarios realizados en [7]). Trata´ndose del caso escalar, nos
restringimos a los momentos de F2 debido a que en el l´ımite estrictamente planar tenemos F1 = 0
por razones de simetr´ıa. Para calcular nuestros momentos integramos los resultados para F2 entre
x = 0,0001 y x = 0,1, y entre x = 0,1 to x = 1 segu´n la regio´n parame´trica relevante5. Las
funciones que obtuvimos tienen un u´nico factor multiplicativo global (que depende por ejemplo
de q2, Λ y λ) que utilizamos como para´metro libre para realizar el ajuste con los datos para los
momentos Mi(F2) with i = 1, 2, 3 de [79]. Estos valores esta´n presentados en la tabla 7.3 junto
con nuestros resultados. Las constantes asociadas al mejor ajuste esta´n dadas expl´ıcitamente en
[7]. Encontramos discrepancias con respecto a las simulaciones de hasta 10 % en el caso del pio´n.
Es importante tener en cuenta que en el contexto de la expansio´n 1/N este tipo de discrepancias
suelen ser del orden del 30 %, de manera que los valores que obtuvimos esta´n dentro del rango
que hubieramos esperado. A modo de ejemplo, recordamos que este tipo de comparaciones entre
resultados obtenidos a partir de la dualidad AdS/CFT (en particular los modelos bottom-up de
AdS/QCD) con los datos experimentales asociados con masas y tasas de decaimiento meso´nicas
han arrojado resultados con un error del orden del 5 % [81, 82], mientras que para los ca´lculos ma´s
complicados como los que describen el decaimiento de los kaones (asociados al ca´lculo de funciones
de correlacio´n de cuatro puntos como en el caso del DIS) las discrepancias son cercanas al 30 % [83,
84].
Es posible entender un tanto ma´s intuitivamente el tipo de comparaciones que estamos realizan-
do en base a las contribuciones a los momentos asociados a cada una de las regiones parame´tricas.
En efecto, como dijimos ma´s arriba resulta tentador asociar la regio´n de x chico con el concepto
de mar de quarks, relacionado con los partones que transportan una fraccio´n del momento total
del hadro´n sumamente pequen˜a. En este contexto tambie´n podemos identificar las contribuciones
provenientes de valores de x mayores a 0,1-0,2 con las distribuciones de los quarks de valencia, que
son los que transportan una fraccio´n considerable del momento total. En la tabla I de [85] se indica
4Las propiedades con respecto a transformaciones de paridad se analizan a partir de los armo´nicos esfe´ricos.
5Si bien estos l´ımites fueron seleccionados ad-hoc, verificamos expl´ıcitamente que el ana´lisis de los resultados finales
sea independientes de los mismos.
126 CAPI´TULO 7. BLANCOS MESO´NICOS
Modelo / Momento M1(F2) M2(F2) M3(F2)
Lattice QCD 0.27 0.13 0.074
D3D7 0.2708 0.1161 0.0803
Error porcentual -0.3 10.7 -8.5
D4D8D8 0.2705 0.1221 0.0779
Error porcentual -0.2 6.1 -5.2
D4D6D6 0.2706 0.1191 0.0791
Error porcentual -0.2 8.4 -6.9
Tabla 7.3: Comparacio´n entre nuestros resultados y los obtenidos a partir de simulaciones de lattice QCD en
[80] para los primeros momentos de la F2 del pio´n (para ser precisos, los valores presentados en esta tabla
y en la siguiente constituyen el promedio de los resultados presentados en las referencias correspondientes.
Adema´s, omitimos los errores en estos u´ltimos resultados.
que tanto en los resultados provenientes de los experimentos como en los que han sido obtenidos
a partir de simulaciones la contribucio´n del primer tipo de quarks es importante solamente para
el primero de los momentos, mientras que para el segundo y el tercero la totalidad del valor final
proviene casi exclusivamente del segundo tipo de quarks. Este comportamiento es exactamente
ana´logo al de las funciones de estructura que hemos obtenido y a la separacio´n natural que surge
entre ambas regiones parame´tricas segu´n el valor del para´metro de Bjorken x (asociado a la energ´ıa
del CM). En la tabla 7.4 presentamos de manera ana´loga los resultados obtenidos para los ajustes
asociados a los momentos de la funcio´n F1 en el caso del meso´n vectorial ρ. Todas las discrepan-
cias encontradas son menores al 18,5 % para las funciones relacionadas con el mejor ajuste posible.
Podemos visualizar los resultados obtenidos en los distintos ajustes a partir de las figuras 29 y 30.
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Figura 29: Los tres primeros momentos de la funcio´n de estructura F2 en el caso del meso´n escalar pi para
los valores obtenidos a partir de los ajustes. Presentamos nuestros resultados en comparacio´n con los de [79],
obtenidos en el a´mbito de lattice QCD. En todos los casos omitimos los errores.
Si bien no presentamos en detalles los valores obtenidos para los para´metros de ajuste (ver
[7]), es interesante resaltar que la constante asociada a la regio´n de x chico es en todos los casos
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Modelo / Momento M2(F1) M3(F1) M4(F1)
Lattice QCD 0.1743 0.074 0.035
D3D7 0.1753 0.060 0.039
Error porcentual -0.6 18.5 -12.8
D4D8D8 0.1752 0.062 0.040
Error porcentual -0.5 16.4 -11.8
D4D6D6 0.1754 0.060 0.040
Error porcentual -0.6 18.8 -13.0
Tabla 7.4: Comparacio´n entre nuestros resultados y los obtenidos a partir de simulaciones de lattice QCD
en [79] para los primeros momentos de la F1 del meso´n ρ. Omitimos los errores en estos u´ltimos resultados.
Figura 30: Los tres primeros momentos de la funcio´n de estructura F1 en el caso del meso´n vectorial ρ para
los valores obtenidos a partir de los ajustes. Presentamos nuestros resultados en comparacio´n con los de [79],
obtenidos en el a´mbito de lattice QCD. En todos los casos omitimos los errores.
algunos o´rdenes de magnitud menor en comparacio´n con la de la regio´n de x grande. Este feno´meno
es totalmente coherente con nuestros resultados: si bien la dependencia en Λ2/q2 es la misma en
ambos reg´ımenes, para la primera siempre obtuvimos un factor λ−1/2 extra. En el re´gimen en el
que los ca´lculos hologra´ficos son va´lidos, este factor necesariamente es pequen˜o.
Otro comentario interesante proviene de la comparacio´n entre nuestros resultados anal´ıticos y
los modelos fenomenolo´gicos propuestos en la literatura para las distribuciones de valencia en el
caso del pio´n. En [85, 86] fueron propuestas diversas formas funcionales que permiten reproducir
los datos disponibles, y si bien existen algunas diferencias entre ellos, existe un punto en comu´n:
en todos los modelos las funciones de distribucio´n se comportan como (1− x)2 en la regio´n x→ 1.
Es ma´s, en [87] los autores muestran en base a los datos que las distribuciones de quarks de
valencia necesariamente deben comportarse como (∼ (1− x)2±0,1). Este comportamiento es el que
encontramos en los resultados obtenidos a partir del modelo D3D7.
Es importante enfatizar el hecho de que si bien hemos intentado presentar un ana´lisis cuan-
titativo de nuestros resultados hologra´ficos, este tipo de estudios deben interpretarse con cierto
cuidado. Entre otras cosas, esto se debe a que las teor´ıas que podemos describir precisamente a
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partir de los modelos de gravitatorios (o de cuerdas) duales en el marco de la correspondencia
AdS/CFT no son ide´nticos a QCD, incluso en el l´ımite planar. Se trata de modelos interesantes
debido a que comparten ciertas de sus caracter´ısticas (parte del espectro meso´nico, el feno´meno de
confinamiento de color, la ruptura de la simetr´ıa quiral y otras propiedades, segu´n el caso). Au´n
as´ı, el nivel de acuerdo que hemos obtenido a partir de nuestros resultados y de un ajuste nume´rico
muy simple resulta interesante, y de hecho no es totalmente inesperado puesto que han existido
ejemplos previos en los que los resultados han sido similares o incluso mejores. Por ejemplo, el nivel
de acuerdo entre los resultados de las simulaciones [88] para el para´metro de transporte de η/s
del plasma en teor´ıas de Yang-Mills y los resultados obtenidos en [89, 90] a partir de la dualidad
AdS/CFT es impactante6. Esta´ claro que estos ca´lculos son va´lidos en el re´gimen de N  λ 1,
pero si uno insiste en usar los valores realistas N = 3 y λ ≈ 15 se obtiene el resultado que acabamos
de mencionar.
7.3. Correcciones 1/N
En esta seccio´n presentamos algunos detalles de ca´lculo de la contribucio´n a un loop a las funcio-
nes de estructura de los mesones escalares en el re´gimen de supergravedad utilizando las te´cnicas
descriptas en el cap´ıtulo 6. Luego, analizamos la manera en que estos resultados complementan
algunos de los aspectos fenomenolo´gicos discutidos en la seccio´n anterior a partir de la contribucio´n
dominante en el l´ımite N →∞. Una vez ma´s, nos concentraremos en describir lo que sucede en el
modelo D3D7.
Interacciones meso´nicas
Lo primero que necesitamos es extender la expansio´n del Lagrangiano DBI a ordenes cu´bico
y cua´rtico en las perturbaciones para incluir las interacciones entre los mesones hologra´ficos y
dema´s modos de cuerdas abiertas sobre la D7-brana. Para esto, parametrizamos el pullback de la
me´trica segu´n P [G]ab = P [G]
(0)
ab +hab+Xab y utilizamos la expansio´n (1.32) para la matriz original
Mab = P [G]
(0)
ab y la perturbacio´n mab = hab + Xab + F˜ab. En estas expresiones, hab =
∑
i h
(i)
ab , con
i = 1, . . . , 4 decribe orden a orden las perturbaciones de la me´trica inducida proporcionales a δMa δ
N
b ,
mientras que Xab =
∑
iX
(i)
ab esta´ asociada con las fluctuaciones en las direcciones transversales
(en te´rminos de ϕ y χ). Finalmente, los modos vectoriales esta´n contenidos en F˜ab = 2piα
′Fab.
En te´rminos de estas variables, las interacciones esta´n descriptas por los siguientes Lagrangianos
efectivos.
Lagrangiano efectivo a tercer orden
Teniendo en cuenta que tanto X(1) como la traza de h(1) se anulan, los u´nicos te´rminos no nulos
esta´n dados por
L3 = −µ7
√−g
[
1
2
(X(3) − h(1) ·X(2)) + 1
2
h(1) · F˜ · F˜
]
. (7.39)
Podemos reescribir a L3 en te´rminos de las perturbaciones:
6 Aqu´ı η es la viscosidad de corte del plasma y s es la densidad de entrop´ıa.
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L3 = −µ7(2piα′)3
√−g
[
R4L
(ρ2 + L2)3
φ(∂µφ∂νφ+ ∂µχ∂νχ)η
µν +
L
ρ2 + L2
φ(FaIF
aI − FaµF aµ)
]
.
(7.40)
Interacciones mixtas
Ma´s alla´ de las interacciones entre cuerdas abiertas, necesitamos incluir los acoplamientos de
los distintos modos con los gravitones (que para ciertas polarizaciones incluyen al foto´n dual del
DIS). Llamaremos Hab a los gravitones que se propagan sobre la brana, de manera tal que estas
perturbaciones tambie´n deben ser incluida en el δP [G]H . Asimismo, nos quedaremos con los ve´rtices
que cuentan u´nicamente con uno de estos modos. En este contexto, obtenemos
L3(H) = −µ7
√−g
[
1
2
H(3) − 1
2
H(2) · h(1) − 1
2
H(1) · h(2) + 1
2
H(1) · h(1) · h(1) + 1
4
H(1)X(2)
−1
2
H(1) ·X(2) + 1
2
H(1) · F˜ · F˜ − 1
8
H(1)(F˜ · F˜ )
]
. (7.41)
Utilizando el Ansatz asociado al DIS Hmi ∼ AmKi, L3(H) se transforma en
L3(H) = −µ7
√−g
[
−1
2
H(1) ·X(2) + 1
2
H(1) · F˜ · F˜
]
. (7.42)
Estos te´rminos incluyen en particular los acoplamientos del gravito´n con los mesones escalares y
vectoriales que utilizamos en la seccio´n anterior en el re´gimen de teor´ıa de cuerdas.
Diagrama dominante
En el caso de los mesones escalares es posible clasificar los posibles diagramas a un loop a partir
de un ana´lisis basado en una expansio´n en potencias de
(
Λ2/q2
)
muy similar al que realizamos
en el caso del glueball. La diferencia principal radica en el espectro boso´nico de las fluctuaciones
de la brana, presentado en la tabla 7.5. Adema´s, es importante tener en cuenta que al normalizar
cano´nicamente los distintos modos observamos que los ve´rtices cu´bicos de cuerdas abiertas son
proporcionales a 1/N en vez de 1/N2, reflejando el hecho de que los mesones quarks esta´n en
la representacio´n fundamental de SU(N). En cambio, las interacciones que incluyen una cuerda
cerrada como puede ser un gravito´n generan contribuciones proporcionales a 1/N2, de manera que
esta´n suprimidos en mayor medida.
En concreto, el proceso dominante para valores grandes de q es ana´logo al que estudiamos en
cap´ıtulo 6. En este caso, el proceso de fraccionamiento del hadro´n inicial se da sobre la hoja de
mundo de la brana y enteramente en te´rminos de modos de cuerdas abiertas. El papel del escalar s
como modo asociado a la posibilidad de minimizar la potencia del factor de supresio´n en la amplitud
final es asumido por un escalar un tanto particular, denominado φ−I . En efecto, para l = 1 este
modo tiene ∆ = 2 como suced´ıa para el escalar s. En conclusio´n, el diagrama que analizaremos es
el que esta´ descripto en la figura 31.
En las siguientes sub-secciones analizamos con cierto detalle las caracter´ısticas de los ve´rtices
UV e IR involucrados en este proceso. Recordamos que este u´ltimo esta´ asociado al fraccionamiento
inicial del hadro´n, mientras que le anterior describe la interaccio´n con el campo de gauge producido
por la insercio´n de la corriente del FCS en el borde de AdS. Como puede verse, en te´rminos del
DIS este proceso se corresponde con un diagrama con un estado final de dos part´ıculas.
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Campo Esp´ın en 5D Compuesto por ∆(l) SU(2)× SU(2)
ϕ, χ scalars φ, χ l + 3, l ≥ 0 ( l2 , l2)
Bµ vector B
II
µ l + 3, l ≥ 0
(
l
2 ,
l
2
)
φ−I scalar B
I
i l + 1, l ≥ 1
(
l+1
2 ,
l−1
2
)
φ+I scalar B
I
i l + 5, l ≥ 1
(
l−1
2 ,
l+1
2
)
φIII scalar B
III
i,z l + 3, l ≥ 1
(
l
2 ,
l
2
)
Tabla 7.5: Caracter´ısticas principales del espectro boso´nico sobre la D7-brana. El ı´ndice entero l indica la
representacio´n de SO(4) ∼ SU(2)× SU(2) del modo correspondiente y define su masa de KK.
Figura 31: Diagrama de Witten correspondiente al (lado izquierdo del) proceso dominante a un loop en el
caso de los mesones escalares.
Ve´rtice UV
El ve´rtice que aparece en la parte superior del diagrama de la figura 31 esta´ asociado a la
interaccio´n entre el modo intermedio φ−I y el campo de gauge Am. Dado que en el lenguage de 8d
el φI corresponde en realidad a un modo vectorial, la forma expl´ıcita del ve´rtice esta´ contenido en
el segundo te´rmino de la eq. (7.42). Es fa´cil ver que, una vez ma´s, en la interaccio´n con Am no hay
ninguna mezcla con otros modos, sino que simplemente tenemos una interaccio´n con la corriente
conservada tipo SAφIφI ∼
∫
AmJ
m
φI
. Notemos que el incluso el modo ma´s liviano, que es el que nos
interesa, tiene carga no nula pues corresponde a l = 1. Por lo tanto, la interaccio´n toma la forma
SAφIφI = −
µ7
N
(2piα′)2
∫
d4x dρ dΩ3
√−g 1
2
H(1) · F I · F ∗I , (7.43)
con el gravito´n polarizado de la manera usual en el contexto del DIS y
F Iµν = 0 , F
I
µz = 0 , F
I
µi = ∂µB
I
i , F
I
zi = ∂zB
I
i . (7.44)
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Por lo tanto, tenemos
H(1) · F I · F ∗I = gbcgdegafhabF IcdF ∗Ief
= AµvigdeF IµdF
∗I
ei +A
µvigdeF IidF
∗I
eµ
= Aµvi∂µB
j
I
(
∂jB
∗I
i − ∂iB∗Ij
)
+Aµvi∂µB
∗j
I
(
∂jB
I
i − ∂iBIj
)
= − (Aµ∂µBjvi∂iB∗j +Aµ∂IB∗jvi∂iBj) . (7.45)
La evaluacio´n on-shell del ve´rtice requiere insertar las soluciones correspondientes a cada modo y
realizar las integrales en las direcciones espacio-temporales. Como siempre, la integral en las direc-
ciones planas xµ simplemente indica que el cuadri-momento se conserva, y las integrales angulares
pueden simplificarse considerando autoestados de carga. Rescribiendo todo en te´rminos de z = R
2
ρ ,
vemos que
SAφIφI = i Q
µ7
N
2 (piα′)2
∫
d4x dz dΩ3
√−g Am(z)×(
BIi(z,Ω) ∂mB
∗I
i (z,Ω)−B∗Ii (z,Ω) ∂mBIi(z,Ω)
)
. (7.46)
Recordemos que los modos tipo I± son ortogonales entre s´ı. En consecuencia, en te´rminos de z
y de las funciones de Bessel el resultado que obtenemos para la contribucio´n del ve´rtice UV es
exactamente el mismo que en el caso del glueball. La forma final es la siguiente:
SAφIφI = i Q
µ7
N
2 (piα′)2
∫
d4x dz
√−g Am(z) (φI(z,Ω) ∂mφ∗I(z)− φ∗I(z) ∂mφI(z)) , (7.47)
donde φI =
√
Λω ei(P−pω)·x z2 J∆ω−2(ωz) y φI∗ =
√
ΛM3 e
−iq′·x z2 J∆ω−2(M3z).
Ve´rtice IR
Las particularidades de los modos tipo I hacen que el fraccionamiento del hadro´n sea un tanto
distinto que en el caso de las cuerdas cerradas. El ve´rtice relevante tiene que acoplar uno de estos
modos con el meso´n escalar inicial ϕ, por lo que so´lo puede provenir del segundo te´rmino de la
ecuacio´n (7.39). En adelante trabajaremos suponiendo que L es pequen˜o pero no nulo7, de manera
que
LφFF =
µ7
N3/2
(2piα′)3
√−g L
ρ2
φ
(
FIJF
IJ − FµνFµν
)
.
Uno de los modos vectoriales es del tipo I, por lo que en particular tiene F Iµν = 0. Por lo tanto,
so´lo sobreviven los acoplamientos proporcionales a FIJF
IJ , de modo que el estado saliente (cuya
masa AdS denominamos nuevamente M3) no puede ser del tipo II. En esta seccio´n consideramos
7Notamos que en el caso conforme, i.e. L = 0, este ve´rtice no esta´ presente. Aqu´ı analizamos una situacio´n en la que
la desviacio´n con respecto al caso conforme es nula con el objetivo de poder aproximar las funciones hipergeome´tricas
que aparecen en las soluciones por funciones de Bessel. En te´rminos efectivos podemos decir que estamos extendiendo
la regio´n en la que podemos aproximar la geometr´ıa por una de la forma AdS5 × S3.
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la posibilidad de que tambie´n se trate de un modo tipo I8, en cuyo caso obtenemos
SI
±
φφIφI
= − µ7
N3/2
(2piα′)32L C
∫
d4x ei(p1+pω−p3)x
(∫ 1
Λ
0
dzz2J∆in−2(M1z)J0(ωz)J∆3−2(M3z)I1
+
∫ 1
Λ
0
dz J∆in−2(M1z) ∂z(z
2J0(ωz)) ∂z(z
2J∆3−2(M3z)) I2
)
, (7.48)
donde ∆in y ∆3 corresponden a las dimensiones de los modos on-shell entrantes y salientes, respec-
tivamente, y C contiene las constantes de normalizacio´n de las distintas soluciones. Adema´s, las
integrales angulares denominadas I1 e I2 esta´n dadas por
I1 =
∫
dΩ3
(
∇i~Y l3 · ∇i~Y 1 Y lin −∇iY l3j · ∇jY 1,i Y lin
)
, I2 =
∫
dΩ3~Y
l3 · ~Y 1 Y lin . (7.49)
Utilizando la identidad
±(l + 1)ilmY l,±i = ilmijk∇jY l,±k = ∇lY l,±m −∇mY l,±l , (7.50)
podemos expresar una de las dos en te´rminos de la otra segu´n
I1 =
∫
dΩ3 Y
lin ∇iY l′′,±,j
(
∇iY 1,−j −∇jY 1,−i
)
= ∓2(l′′ + 1) I2. (7.51)
Esta integral puede realizarse expl´ıcitamente. El u´nico aspecto relevante del resultado radica en
que restringe los posibles valores que puede tomar el ı´ndice l3 del modo saliente (la proyeccio´n m3
esta´ fija por la conservacio´n de la carga). Al sumar sobre los estados intermedios sera´ necesario
sumar sobre estos valores.
Funciones de estructura
En lo que respecta al ca´lculo de las funciones de estructura, los pasos a seguir son los mismos
que hemos descripto en detalle en el cap´ıtulo 6, e involucran el mismo tipo de aproximaciones. Nue-
vamente obtenemos una funcio´n F1 subdominante, mientras que el resultado final para la funcio´n
de estructura longitudinal esta´ dado por la siguiente expresio´n:
FL(x, q
2) = Cte× 1
N
M21
q2
x3(1− x)4(1 + 2x(2 + 5x)). (7.52)
Este resultado provee la contribucio´n dominante para un valor gene´rico de x. Sin embargo, es
importante resaltar que al acercarnos a x → 1 esto dejara´ de ser cierto. En este re´gimen cercano
a la dispersio´n ela´stica aparecen otras contribuciones suprimidas por potencias de L pero que
decaen solamente como (1 − x)2. Recuperar este comportamiento es importante por las razones
fenomenolo´gicas descriptas anteriormente.
8La otra posibilidad tiene que ver con que el modo saliente sea del tipo III. Analizamos esta variante en el ape´ndice
B de [9], y donde encontramos que la contribucio´n final es en todo punto ana´loga a la que obtendremos aqu´ı. Como
nos interesa u´nicamente la dependencia funcional de las funciones de estructura con respecto a x y q2, simplemente
habra´ que sumar esta contribucio´n, por lo que no hace falta considerarla en detalle aqu´ı.
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7.3.1. Consecuencias fenomenolo´gicas
Antes de enfocarnos en las comparaciones con la fenomenolog´ıa es importante recordar la in-
terpretacio´n del resultado que acabamos de obtener en (7.52). En primer lugar, hemos obtenido la
misma supresio´n en
(
Λ2/q2
)
que en el proceso a un loop correspondiente al glueball. En ese caso este
comportamiento era esperable a partir del ana´lisis realizado del lado de la teor´ıa de campos en base
al OPE de las dos corrientes (2.73): la potencia estaba asociada a la menor dimensio´n conforme de
la teor´ıa ∆min = 2 (en realidad, el twist mı´nimo de los operadores cargados). La interpretacio´n dual
estaba clara, pues ten´ıa que ver con el fraccionamiento del hadro´n inicial, prohibido en el l´ımite
N →∞, y la posterior propagacio´n de un modo liviano del escalar s. Lo ma´s intuitivo es pensar en
esta contribucio´n como una correccio´n al resultado a nivel a´rbol, aunque luego vimos que cuando
q2 > Λ2N2/(τQ−τmin) , (7.53)
la supresio´n en 1/N2 para valores grandes pero finitos de N se vuelve comparable con la que
induce el factor (Λ2/q2)∆in−1 presente en el diagrama original. Por lo tanto, para valores mayores
de q la amplitud a un loop no constituye una correccio´n sino la principal contribucio´n al proceso
de DIS. La interpretacio´n es la misma en el caso meso´nico. En particular, el valor de ∆min se
mantiene en el a´mbito de los modos de cuerdas abiertas, razo´n por la cual obtenemos en (7.52)
el mismo comportamiento en lo que respecta a la dependencia en q2. La principal diferencia en
comparacio´n con el caso sin loops radica en que debido a que estamos considerando materia en
la representacio´n fundamental del grupo de gauge, por lo que obtenemos un factor relativo 1/N
en lugar de 1/N2. Nuevamente observamos la no conmutatividad entre los l´ımites de q2 grande
y N → ∞. En el ana´lisis a continuacio´n desarrollaremos la comparacio´n con la fenomenolog´ıa
suponiendo que estamos en el re´gimen en el que (7.52) representa la contribucio´n dominante. En
cuanto a la dependencia en x de nuestro resultado para FL, el comportamiento que obtenemos no
depende expl´ıcitamente del ı´ndice lin, excepto en la constante de normalizacio´n. Como en el caso
del glueball esto representa una diferencia ensencial con respecto al resultado del caso planar.
Hemos visto que el meso´n escalar ma´s liviano corresponde al caso del pio´n. En lo que sigue
estudiamos como se modifican los ajustes que realizamos en la seccio´n 7.1, principalmente com-
parando con los resultados de las simulaciones para el momento de la funcio´n de estructura F2.
Notemos que, segu´n hemos obtenido, en este re´gimen tenemos F1 ≈ 0, de manera que F2 ≈ FL.
Por otro lado, el hecho de que estemos analizando los primeros momentos indica que es importante
considerar la contribucio´n proveniente de re´gimen de teor´ıa de cuerdas, que a valores pequen˜os de
x. No hemos calculado la correccio´n a un loop en este re´gimen, pero supondremos que el compor-
tamiento en te´rminos de x es el mismo que en la contribucio´n a nivel a´rbol, es decir, que tenemos
FL ≈ F2 ∼ x−1. El argumento es el siguente: hemos hecho incapie´ en que, al menos en lo que tiene
que ver con el para´metro de Bjorken, la modificacio´n esencial introducida en (7.52) con respecto
al resultado anterior esta´ dado por el hecho de que, como funcio´n de x, la funcio´n de estructura
longitudinal ya no depende del ∆in asociado al hadro´n inicial. Pues bien, esto ya era el caso para el
re´gimen de x λ−1/2. Por lo tanto, esperamos que en este re´gimen la introduccio´n de la primera
correccio´n en la expansio´n 1/N no genere una modificacio´n sustancial en el comportamiento de las
Fi(x). Notemos que esta correccio´n podr´ıa ser considerada a partir del segundo orden en la apro-
ximacio´n eikonal. Si bien au´n no hemos realizado este ca´lculo, constituye uno de nuestros pasos a
seguir. Igualmente, cabe resaltar que en este sentido nuestro intere´s es principalmente teo´rico: para
los momentos Mn(F2) con n ≥ 2 la contribucio´n de esta regio´n parame´trica se vuelve cada vez ma´s
irrelevante.
Presentamos en la figura 32 una comparacio´n entre los gra´ficos de las funciones de estructura
F2 que hemos obtenido en el re´gimen planar (la curva ma´s clara) y considerando los procesos a un
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loop en el l´ımite de q2  Λ2 (la curva ma´s oscura). Para realizar estos gra´ficos las escalas fueron
seleccionadas a partir de los respectivos ajustes.
Figura 32: Los dos resultados obtenidos para la F2 del pio´n como funcio´n del para´metro de Bjorken x a
partir del modelo D3D7.
Podemos resaltar dos aspectos interesantes a partir de esta figura. En primer lugar, y como
veremos a continuacio´n, la importancia de la regio´n de teor´ıa de cuerdas se vuelve menor en el caso
correspondiente a estados salientes de dos part´ıculas. En segundo lugar, vemos que el pico de la
campana invertida correspondiente al re´gimen de supergravedad se desplaza hacia la izquierda hacia
valores cercanos a x ≈ 0,5. Los (pocos) resultados experimentales asociados al caso del pio´n y de los
mesones en general indican que este desplazamiento es una mejora: de hecho, el pico se estima en
muchos casos inclusive un tanto ma´s a la izquierda. Esta observacio´n anticipa lo que discutiremos
en los pa´rrafos siguientes: los ajustes se vera´n mejorados. Nuevamente elegimos realizar un ajuste
para los tres primeros momentos de la funcio´n de estructura F2 del pio´n. La comparacio´n entre los
momentos obtenidos a partir de este ajuste y los del caso planar esta´n presentados en la figura 33.
Figura 33: Los primeros tres momentos asociados a la funcio´n de estructura pio´nica F2 a partir de nuestros
dos ajustes y en comparacio´n con los datos de [80].
Adema´s, los resultados exactos pueden observarse en la tabla 7.6. Como vemos, el resultado
nuevo permite describir bastante ma´s satisfactoriamente los datos de lattice QCD : las discrepancias
relativas tienen un ma´ximo de solamente 1,27 %. Otro punto interesante es que la relacio´n entre el
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Modelo / Momento M1(F2) M2(F2) M3(F2)
Lattice QCD 0.27 0.13 0.074
D3D7 (1/N) 0.2699 0.1326 0.0731
Error porcentual 0.04 -1.27 1.27
D3D7 (N →∞) 0.2708 0.1161 0.0803
Error porcentual -0.3 10.8 -8.5
Tabla 7.6: Los resultados que se obtienen a partir de ajustar las funciones de estructura asociadas al diagrama
no planar de la figura 31 con los datos provenientes de [80].
segundo y el tercer momento M3[F2]/M2[F2], para la que antes obten´ıamos aproximadamente 0,69,
en este caso pasa a ser similar a 0,55. Sin entrar en detalles, vale la pena decir que este u´ltimo
resultado es mucho ma´s cercano al valor sen˜alado por los fenomeno´logos9.
Para concluir, destacamos la posibilidad de incluir momentos de orden mayor en nuestro ana´li-
sis10. En la figura 34 presentamos la comparacio´n entre la extrapolacio´n de los resultados que
obtuvimos a partir de los ajuste descriptos anteriormente a los momentos Mn(F2) con n ≤ 10,
compara´ndolos con los resultados de [91]. Para esto utilizamos u´nicamente la contribucio´n pro-
veniente de la regio´n x > 0,1, lo que origina las discrepancias que aparecen en los primeros dos
momentos.
Figura 34: Extrapolacio´n a los momentos de F2 de orden superior para el caso del pio´n en comparacio´n con
los datos de [91].
9Agradecemos a Andreas Schafer por esta observacio´n.
10Los resultados con los que comparamos en este caso provienen nuevamente de las simulaciones [91]. Sin embargo,
no utilizamos estos datos para los ajustes pues los errores sen˜alados en el trabajo original son demasiado grandes
como para utilizarlos de manera cuantitativa.
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Cap´ıtulo 8
Blancos fermio´nicos
En este u´ltimo cap´ıtulo del cuerpo de la tesis extendemos la descripcio´n hologra´fica del DIS
para incluir los blancos de esp´ın 1/2 polarizados. Desde la perspectiva gravitatoria, volvemos al
modelo del hard-wall original. Los hadrones duales estara´n descriptos en te´rminos de los modos
normalizables del dilatino Ψ . Es importante tener en cuenta que este tipo de blancos no describen
precisamente a los bariones. En efecto, la masa de estos u´ltimos es proporcional al nu´mero de
colores, por lo que en el l´ımite N →∞ se trata de objetos extremadamente pesados, y por lo tanto
no dina´micos. La manera precisa de describirlos dentro de la teor´ıa de cuerdas puede pensarse a
partir de estados de D-branas, es decir, objetos no perturbativos. Sin embargo, ciertos aspectos
fenomenolo´gicos de considerable importancia pueden ser estudiados simplemente considerarndo
blancos de esp´ın 1/2 como los que analizamos en este cap´ıtulo1.
En un principio nos concentramos en la extensio´n de los me´todos descriptos en los cap´ıtulos 3,
4 y 5 al caso de esp´ın 1/2. Luego, analizamos las consecuencias fenomenlo´gicas que se obtienen a
partir de estas extensiones. En gran medida, el ana´lisis que presentamos aqu´ı describe los resultados
nuevos presentados en [11].
8.1. DIS hologra´fico en el caso de hadrones de esp´ın-1/2
Podemos comenzar describiendo las soluciones que utilizaremos a lo largo de todo el cap´ıtulo [2,
53, 92]. Como sabemos, en la regio´n conforme la geometr´ıa es del tipo AdS5 × S5. Desde el punto
de vista diez-dimensional, las soluciones del dilatino Ψ pueden separarse segu´n el producto
Ψ(xM ) = ψ(xµ, z)⊗ η(Ω), (8.1)
donde ψ y η representan espinores en AdS5 y en la esfera, respectivamente. Teniendo en cuenta que
Ψ satisface la ecuacio´n de Dirac no masiva en 10d, y descomponiendo las matrices ΓM = eM
Mˆ
Γ Mˆ
segu´n
Γm ≡ γm ⊗ 14 ⊗ σ1 , Γ a ≡ 14 ⊗ τa ⊗
(−σ2) . (8.2)
En estas expresiones, σ1 y σ2 son matrices de Pauli, y las matrices γm y τa son las correspondientes
matrices de Dirac en AdS5 y S
5. Esto quiere decir que se satisfacen las siguientes relaciones:{
ΓMˆ , ΓNˆ
}
= 2ηMˆNˆ , {γmˆ, γnˆ} = 2ηmˆnˆ ,
{
τaˆ, τbˆ
}
= 2δaˆbˆ. (8.3)
1Notemos que los dilatinos en particular no son otra cosa que los compan˜eros supersime´tricos de los dilatones
estudiados en la parte II.
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Adema´s, podemos definir la matriz de quiralidad Γ11 ≡ Γ 0 . . . Γ 9, ante la cual tenemos Γ11Ψ = −Ψ .
Utilizando estas propiedades, concluimos que la ecuacio´n que deben satisfacer los distintos modos
de KK en AdS tienen la forma2
(− /D +m)ψ∆ = 0 , m(∆) ≡ 1
R
(∆− 2). (8.4)
En la u´ltima de las expresiones hemos utilizado la definicio´n del twist τ = ∆− 1/2. Trabajando en
el espacio de momentos para las direcciones planas, las soluciones de (8.4) toman la forma
ψ = eik·x
cψ k
1/2
Λ2R9/2
(
z
z0
)5/2
[Jτ−2(kz)P+ + Jτ−1(kz)P−]u(k), (8.5)
donde u(k) satisface la ecuacio´n de Dirac de masa k en cuatro dimensiones planas, P± = (1/2)(1±
γ5ˆ) son los correspondientes proyectores de quiralidad y cψ es una constante de normalizacio´n que
puede calcularse de manera similar a la del dilato´n. Adema´s, cabe recordar que las distintas polari-
zaciones cumplen las identidades (2.4) y pueden distinguirse en base al vector de esp´ın sµ definido
en (2.3). En el caso del hadro´n inicial sabemos que en la zona cercana al borde podemos aproximar
las funciones de Bessel por su comportamiento asinto´tico para argumentos chicos, obteniendo
ψi ≈ eiP ·x
c′ψ
Λ3/2R9/2
(
z
z0
)τ+1/2 [
P+ +
k
2(τ − 1)Λ
z
z0
P−
]
ui(P ). (8.6)
Notamos que el segundo te´rmino es subdominante con respecto al primero. Sin embargo, ma´s
adelante sera´ interesante tener en cuenta la presencia de ambos te´rminos.
Re´gimen de supergravedad
En el caso λ1/2  x < 1 el proceso dominante nuevamente esta´ dado por el canal s, con un
diagrama de Feynman similar a 13 (reemplazando φ → ψ). La interaccio´n relevante vuelve a ser
del tipo AmJ
m
ψ , de manera que
SAΨΨ = −Q
∫
d10x
√−g AmΨΓmΨ. (8.7)
Los me´todos a utilizar son ana´logos a los del cap´ıtulo 3. Evaluando esta expresio´n on-shell
a partir de la insercio´n de las expresiones (8.6) y (8.5) para los hadrones inicial e intermedio,
respectivamente, obtenemos la funcio´n de un punto de la corriente, que luego insertamos en (3.28).
Luego debemos realizar la suma sobre los estados intermedios, que ma´s alla´ de las masas esta vez
tambie´n incluye una suma sobre los distintos valores que puede tomar su polarizacio´n. Por lo tanto,
utilizando (2.3) y (2.4), y comparando con (2.17) obtenemos las funciones de estructura para un
blanco de esp´ın 1/2 polarizado:
2F1 = F2 = F3 = 2g1 = g3 = g4 = g5 = Cte×Q2
(
Λ2
q2
)τ−1
xτ+1(1− x)τ−2, (8.8)
junto con la funcio´n restante
g2 =
1
τ − 1
(
τ + 1
2x
− τ
)
× F2. (8.9)
2Estamos trabajando con η = diag(−1,+1, . . . ,+1), por lo que las matrices γ tienen un factor (−i) extra con
respecto a la definicio´n usual.
8.1. DIS HOLOGRA´FICO EN EL CASO DE HADRONES DE ESPI´N-1/2 139
Una vez ma´s, la constante adimensional global simplemente contiene los factores de normalizacio´n
de las soluciones junto con algunos factores nume´ricos (dependientes de τ).
Podemos analizar estos resultados de la siguiente manera:
As´ı como en el caso de los mesones vectoriales, vemos que los resultados para las funciones
F1,2 de los blancos de esp´ın 1/2 son ana´logos a los del caso escalar reemplazando ∆→ τ .
Observamos nuevamente la presencia del factor de supresio´n de todos los resultados descriptos
en esta tesis en el re´gimen x  λ−1/2, asociado a la cola de la funcio´n de onda del hadro´n
que esta´ cerca del borde de AdS, donde se da la interaccio´n.
Encontramos resultados no nulos para las funciones de estructura g1,2. Esto era de esperarse
ya que hemos considerado un blanco de esp´ın 1/2 polarizado. El comportamiento de g1 es
similar a los de las Fi. De hecho, el resultado satura la desigualdad F1 ≥ g1 impuesta por la
positividad de la seccio´n eficaz. Sin embargo, el de g2 es un tanto distinto: debido al prefactor
extra que observamos en (8.9) esta funcio´n de estructura puede tomar valores negativos para
ciertos valores de x. En la figura 35 ejemplificamos este comportamiento para algunos valores
de τ
Figura 35: Comportamiento de g2 en funcio´n de x para blancos de esp´ın 1/2 y en el re´gimen de supergravedad.
Graficamos la funcio´n sin el factor multiplicativo global Cte×Q2
(
Λ2
q2
)τ−1
.
Finalmente, notamos la aparicio´n de resultados no nulos (y similares a los anteriores) para
las funciones de estructura F3, g3, g4 y g5. Esta´s funciones esta´n asociadas a los te´rminos
que violan paridad en el tensor hadro´nico. En el marco del DIS electromagne´tico en QCD,
deber´ıan ser ide´nticamente nulas. Sin embargo, estamos en presencia de una situacio´n en la
que se evidencian las diferencias entre nuestra teor´ıa de campos y la cromodina´mica cua´ntica.
A diferencia de QCD, N = 4 SYM es una teor´ıa quiral: los campos fermio´nicos no son
espinores de Dirac, sino de Weyl. Esto se ve reflejado en la asimetr´ıa entre los te´rminos
que contienen a P+ui(P ) y a P−ui(P ) en las soluciones (8.5) y (8.6). Es la presencia de los
te´rminos subdominantes la que genera estos resultados no nulos. Veremos que alguna de estas
funciones de estructura volvera´n a aparecer en los otros reg´ımenes energe´ticos, aunque esto
se dara´ por razones conceptualmente diferentes.
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Re´gimen de teor´ıa de cuerdas
En esta seccio´n utilizaremos los me´todos desarrollados en el cap´ıtulo 4 para obtener las funciones
de estructura en el re´gimen de exp
(−λ1/2) x λ−1/2 para un blanco de esp´ın 1/2. Como vimos
anteriormente, se trata de un re´gimen en el que es necesario tomar en cuenta las contribuciones al
intercambio de modos masivos de las supercuerdas, y para el que en te´rminos efectivos podemos
pensar que el proceso del DIS dual resulta ser local. Como hicimos en el caso del dilato´n, primero
describiremos esta interaccio´n de manera heur´ıstica y luego explicaremos co´mo estudiarla desde
primeros principios.
Trataremos de manera conjunta las contribuciones sime´tricas y antisime´tricas. El intercam-
bio del gravito´n representa la contribucio´n dominante debido al escaleo de las amplitudes con la
energ´ıa del CM s˜1/2. Sin embargo, este proceso so´lamente contribuye a la parte sime´trica del ten-
sor hadro´nico. Para obtener las funciones antisime´tricas en este re´gimen necesitamos considerar
adema´s el intercambio de un modo vectorial. Los procesos asociados a cada uno de estos casos
esta´n presentados en la figura 36. Ya hemos utilizado en el cap´ıtulo 4 los propagadores, tensores
(a) (b)
Figura 36: Representacio´n hologra´fica del proceso dual al FCS en el caso fermio´nico. Siempre en el canal t,
(a) esta´ asociado a la parte sime´trica y (b) a la antisime´trica del tensor hadro´nico Wµν .
de energ´ıa momento y corrientes asociadas al gravito´n y a los campos de gauge. Para el caso del
dilatino, necesitamos las siguientes definiciones:
Tψmn = i ψ¯ γ(m∂n)ψ , J
ψ
n,D = −QD ψ¯γnψ, (8.10)
que se desprenden del te´rmino cine´tico en la accio´n y de (8.7). Con esto, so´lo tenemos que juntar
los ve´rtices y reemplazar el denominador del propagador por el prefactor de las interacciones de
cuerdas, que sigue siendo el mismo que usamos anteriormente. En consecuencia, obtenemos las
siguientes acciones efectivas:
S
(S)
eff = 2κ
2
5 Im
[
s˜2 G(α′, s˜, t˜, u˜)]C ∫ d5x√gAdS5 FmpF pn ψ¯γ(m∂n)ψ (8.11)
para la parte sime´trica, y
S
(A)
eff = −i
1
6
QCdABC Im
[G s˜2] C˜ ∫ d5x εmnopq ∂mAAn ∂oA∗Bp ψ¯γqψ (8.12)
en el caso antisime´trico.
Estas acciones efectivas pueden obtenerse directamente desde los l´ımites relevantes de las ampli-
tudes de teor´ıas de cuerdas. En el primer caso los estados asociados a los bosones de gauge son del
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tipo NS-NS, mientras que los estados externos fermio´nicos corresponden a modos NS-R y R-NS. La
amplitud de cuerdas cerradas que debemos considerar esta´ dada por A(h, h, Ψ, Ψ). Esta amplitud
puede escribirse como
A(1, 2, 3˜, 4˜) = 4 i κ210 G(α′, s˜, t˜, u˜)Kop(1, 2, 3, 4)⊗Kop(3˜, 1, 2, 4˜) , (8.13)
donde los Kop son los factores cinema´ticos que definen las amplitudes de cuerdas abiertas. Si los
modos son todos boso´nicos tenemos (4.20), mientras que al incluir los modos fermio´nicos obtenemos
[57]
Kop(3˜, 1, 2, 4˜) = ξ
M ′
1 ξ
N ′
2 λ¯
α
3λ
β
4
[
s˜
(
k2M ′(ΓN ′)αβ − k1N ′(ΓM ′)αβ − ηM ′N ′(ΓP )αβk2P
)
+ · · · ] . (8.14)
En esta expresio´n, los ı´ndices espinoriales son α, β, . . . , y adema´s hemos omitido te´rminos irrele-
vantes en el re´gimen s˜ t˜. Por otro lado, podemos escribir la polarizacio´n del dilatino en te´rminos
de las de los modos de cuerda abierta segu´n:
(ΓM )αβΨ
β
i ≡ λαi ⊗ ξMi . (8.15)
Reemplazando las expresiones de los factores cinema´ticos en (8.13), obtenemos
A(1, 2, 3˜, 4˜) = 4 i κ210 G s˜2 Ψ3 [u˜(h1 · h2) /k1 + s˜(h1 · h2) /k2 (8.16)
+2 u˜(k2 · h1 · h2 · Γ ) + 2 s˜(k1 · h2 · h1 · Γ )]Ψ4,
de donde concluimos que podemos escribir un Lagrangiano efectivo con la siguiente estructura:
− i κ2 (∂PhMN ) (∂QhMN ) Ψ Γ (P ∂Q)Ψ, (8.17)
de manera tal que reemplazando hMN → AmKa recuperamos (8.11).
En cuanto a las contribuciones antisime´tricas, la idea es la misma que en el caso del dilato´n:
en el caso de los bosones de gauge tambie´n debemos considerar estados entrantes del tipo R-R,
asociados con los modos de la F5, por lo que nos concentramos en A(F5,F5, Ψ , Ψ). Esta amplitud
se factoriza segu´n
A(1˜, 2˜, 3, 4) = −i κ2G(α′, s˜, t˜, u˜)Kop(1˜, 2˜, 3˜, 4˜)⊗Kop(3˜, 1, 2, 4˜) , (8.18)
donde los nu´meros en ita´lica indican los modos de R-R. El u´nico factor cinema´tico que au´n no
hemos utilizado es simplemente
Kop(1˜, 2˜, 3˜, 4˜) =
s˜
2
λ¯1Γ
Mλ2 λ¯3ΓMλ4. (8.19)
Utilizando las polarizaciones definidas en (4.63) y (8.15), vemos que la amplitud toma la siguiente
forma:
A(1˜, 2˜, 3˜, 4˜) = −i κ2G(α′, s˜, t˜, u˜) s˜2 16
15
(F3)MM2···M5(F4) M1···M5N Ψ¯1γ(NkM)2 Ψ2. (8.20)
Una vez ma´s, vemos que las identificaciones (4.58) permiten recuperar el Lagrangiano efectivo que
hab´ıamos propuesto en (8.12) en base a la descripcio´n heur´ıstica del proceso.
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El te´rmino de Pauli
Es interesante destacar una diferencia importante en el caso que estamos analizando con respecto
al del blanco escalar: cuando el hadro´n esta´ representado hologra´ficamente por un dilatino, existe
otro te´rmino de interaccio´n que permite acoplarlo con el modo vectorial que se propaga en el canal
t en el contexto del proceso que contribuye a las funciones antisime´tricas. Este te´rmino se conoce
como interaccio´n de Pauli, y podemos escribirlo esquema´ticamente como
SP = β
A
∫
d5x
√−gAdS FAmn ψ¯ [γm, γn]ψ . (8.21)
para ciertas constantes βA. Este ve´rtice esta´ persente de manera gene´rica en cualquier compactifi-
cacio´n de KK, y puede ocupar el rol que hasta ahora ha venido cumpliendo el acoplamiento tipo
corriente AmJ
m en la descripcio´n hologra´fica del DIS. La principal diferencia radica en que, en
principio, esta interaccio´n esta´ presenta incluso para hadrones con carga Q nula. Es por esto que
en [93] los autores utilizan el te´rmino de Pauli para representar de manera hologra´fica el DIS con
un neutro´n como blanco en el re´gimen en el que es va´lida la aproximacio´n de supergravedad.
En el re´gimen de teor´ıa de cuerdas, (8.21) tambie´n pueden aparecer en el ve´rtice inferior del
diagrama asociado al intercambio del boso´n de gauge reggeizado en el canal t. Siguiendo los pasos
del cap´ıtulo 4 y de la seccio´n podemos construir nuevamente un Lagrangiano efectivo, asociado a
este nuevo proceso que tambie´n es necesario tener en cuenta. La aparicio´n de este proceso novedoso
puede entenderse a partir del ana´lisis de las amplitudes de teor´ıas de cuerdas: a diferencia del caso
escalar, en el caso fermio´nico tambie´n debemos considerar la amplitud A(h,F5, Ψ , Ψ). En efecto, y
como ya hemos visto, la amplitud de tres puntos A(h,F5,F5) esta´ asociada a la interaccio´n de CS.
En el contexto del DIS dilato´nico, el hadro´n dual so´lamente pod´ıa interactuar un campo de gauge
via A(h, φ, φ), de modo que nos vimos obligados a considerar a las fluctuaciones externas como
asociadas con los modos de R-R proponemos una situacio´n en la que uno de las perturbaciones
F5 corresponde al modo que se propaga hacia el interior. Sin embargo, en el caso del dilatino la
amplitud
A(F5, Ψ , Ψ) ∝ FM1···M5ΨΓM1···M5Ψ, (8.22)
resulta ser no nula y da origen a la interaccio´n (8.21) (como puede verse a trave´s de (4.63)).
A partir del proceso asociado al te´rmino de Pauli podemos obtener una nueva contribucio´n
a las funciones de estructura antisime´tricas. En este caso la amplitud resultante sera´ tambie´n
independiente de la carga. No analizaremos el ca´lculo en particular, pero es sencillo convencerse
de que el resultado es similar del Lagrangiano (8.12). Ma´s au´n, la contribucio´n a las funciones de
estructura es exactamente de la misma forma: so´lamente difiere en una constante multiplicativa
global. En esta tesis so´lamente analizaremos la dependencia final en te´rminos de x y q2, por lo que
no entraremos en detalles con respecto a esta contribucio´n.
Funciones de estructura
Utilizando una vez ma´s las soluciones de Am y Ψin/out y descomponiendo al tensor hadro´nico
de esp´ın-1/2 en te´rminos de las funciones de estructura en este re´gimen encontramos los resultados
F1(x, q
2) =
1
x2
(
Λ2
q2
)τ−1 ρpi2|c′ψ|2
4pi
√
λ
I1,2τ+3 , F2(x, q
2) = 2x
(
2τ + 3
τ + 2
)
F1, (8.23)
para las funciones universales, junto con
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F3(x, q
2) =
1
x
(
Λ2
q2
)τ−1 Q |c′ψ|2pi2
3
√
4piλ
Iτ , (8.24)
donde las integrales In,j e In esta´n definidas en las ecuaciones (4.36) y (4.79), respectivamente. Por
otro lado, obtenemos
g1 = g2 = g3 = g4 = g5 = 0. (8.25)
Podemos analizar estos resultados de la siguiente manera:
En primer lugar podemos decir que la forma en que las funciones F1,2,3 dependen de x y de
q2 es ana´loga a las que hemos obtenido en este re´gimen para los distintos blancos. En este
caso, las potencias dependen de τ = ∆− 1/2.
En la parte sime´trica, vemos que se anulan las funciones de estructura g3,4,5, asociados a
hadrones polarizados pero sobre todo a procesos que no sean invariantes ante paridad. En
el re´gimen de supergravedad hab´ıamos obtenido contribuciones no nulas debido a la forma
espec´ıfica de las soluciones fermio´nicas, que cerca del borde tienden a ser quirales. Sin embargo,
estos efectos resultan ser subdominantes para valores pequen˜os de x. Es importante notar
que, a primera vista, no parecer´ıa ser el caso. En efecto, si bien algunos de los Pµ del tensor
hadro´nico final aparecen a partir de las derivadas de los estados externos, otros provienen de
las expresiones
ψoutγµψin ∝ uoutP−γµP+uin = uoutγµP+uin = −i (Pµ + Sµ) . (8.26)
Por lo tanto, podr´ıa pensarse que si obtuvimos una F2 no nula, como esta funcio´n corresponde
a una estructura PµPν tambie´n deber´ıamos haber obtenido por ejemplo una contribucio´n para
g3, que esta´ asociada a la estructura P(µSν). La ausencia de estas contribuciones es sencilla
de entender desde el punto de vista de la teor´ıa de campos. El proceso de intercambio del
gravito´n asociado a las contribuciones sime´tricas en este re´gimen esta´ asociado al te´rmino
JµJν ∼ Tµν en el OPE de las corrientes, donde Tµν es el tensor de energ´ıa-momento de la
teor´ıa. En te´rminos del valor de expectacio´n que define al tensor hadro´nico del FCS tenemos
〈P, S|J˜µ(q)Jnu(0)|P, S〉 ∝ f(P, S, q)〈P, S|Tµν(0)|P, S〉 (8.27)
donde |P, S〉 es el estado asociado al hadro´n polarizado inicial, y f(P, q) es alguna funcio´n
escalar que en este caso no interesa. Como vimos en la introduccio´n, el lado derecho so´lo
puede depender del vector de esp´ın linealmente. Ahora bien, como Tµν es un tensor con-
servado resulta imposible que del lado derecho aparezcan te´rminos proporcionales a PµSν
o (S · q)PµP ν . Por lo tanto, todas las gi deben ser nulas, al menos a primer orden. Des-
de el punto de vista hologra´fico esta conclusio´n no es tan fa´cil de obtener. Para demostrar
que g3,4,5 = 0 es necesario deshacer la aproximacio´n (8.6) que consideramos para los esta-
dos ψin/out y considerar su forma completa, que esta´ dada en (8.5) e incluye un segundo
te´rmino subdominante en las cercan´ıas del borde. El valor de expectacio´n 〈P, S|Tµν(k)|P, S〉
corresponde a la interaccio´n Shψψ, y en el l´ımite k → 0 puede verse expl´ıcitamente que la
correspondiente accio´n de interaccio´n se anula on-shell. En conclusio´n, podemos decir que la
universalidad del proceso de intercambio de un gravito´n es tal que se pierden completamente
de vista las particularidades del modelo y del blanco: sin importar los detalles de la teor´ıa
de campos ni la polarizacio´n del blanco, so´lamente se generan las contribuciones t´ıpicas a las
funciones de estructura universales F1 y F2.
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En el caso de las funciones antisime´tricas, el razonamiento es similar. El proceso relevante
esta´ asociado a un te´rmino del OPE de la forma JJ ∼ J , ma´s precisamente
〈P, S|J˜µ3 (q)Jν3 (0)|P, S〉 ∝ d33Cεµνρσqρ〈P, S|JCσ (0)|P, S〉 ∼ εµνρσqρ (aPσ + bSσ) , (8.28)
para ciertas constantes a y b. Si la corriente esta´ conservada, necesariamente tenemos b = 0.
Esta es la razo´n por la que en el modelo hard-wall hemos obtenido g1,2 = 0 [45].
Sin embargo, existe una diferencia crucial entre los sectores sime´tricos y antisime´tricos. En
efecto, existen modelos un tanto ma´s sofisticados que el hard-wall en los que en el UV la teor´ıa es
nuevamente similar a N = 4 SYM, mientras que en el IR alguna de las simetr´ıas R asociadas a las
corrientes JµA esta´n esponta´neamente rotas. Un ejemplo puede econtrarse en [94]. Los detalles de
la ruptura de simetr´ıa no son importantes ya que en todos los casos la consecuencia es la misma:
en estos modelos obtendremos un b 6= 0 en (8.28). En particular, si el UV es el mismo que el que
venimos trabajando la identidad (8.27) los resultados para la parte antisime´trica se modifican ven
modificados de manera tal que encontramos
g1(x, q
2) =
1
2
F3(x, q
2) ∼ Cte× 1√
λ
(
Λ2
q2
)τ−1
1
x
, g2 = 0. (8.29)
Vemos que la funcio´n de estructura resulta ser no nula. Es ma´s: satisface la misma relacio´n del tipo
Callan-Gross 2g1 = F3 que en el caso x λ−1/2. Como veremos ma´s adelante, este resultado tiene
consecuencias fenomenolo´gicas muy interesantes. Por otro lado, la funcio´n g2 sigue siendo nula,
como sucede por ejemplo en el modelo de partones [36].
Re´gimen del Pomero´n
Antes de estudiar los aspectos fenomenolo´gicos del caso fermio´nico nos referimos a la manera
en que se corrigen los resultados que acabamos de obtener en el re´gimen en el que el para´metro de
Bjorken x toma valores exponencialmente pequen˜os.
En el cap´ıtulo 5 hemos visto que en esta regio´n parame´trica la energ´ıa del sistema CM del
proceso es tan grande que no podemos simplemente despreciar el factor (α′s˜)α′ t˜/2 que aparece en
la parte imaginaria del prefactor G de teor´ıa de cuerdas (ver (4.14)). En consecuencia, el caracter
de operador diferencial de t˜ indica que ya no podemos utilizar nuestra aproximacio´n local. Sin
embargo, los me´todos que utilizamos en dicho cap´ıtulo para tener en cuenta la presencia de este
factor no son completamente independientes del hadro´n en cuestio´n. Por lo tanto, las modificaciones
que sufren las funciones de estructura del blanco de esp´ın-1/2 son en todo punto ana´logas a las del
caso escalar.
En una primera aproximacio´n, podemos decir que la modificacio´n principal corresponde a una
correccio´n O (λ−1/2) en las potencias con las que las respectivas funciones divergen en el l´ımite
x → 0. Dada la naturaleza de los correspondientes procesos, las modificaciones son distintas para
las funciones de la parte sime´trica y de la parte antisime´trica del tensor hadro´nico, y esta´n dadas
por
F1 ∼
(
1
x
)2− 2√
λ
, F1 ∼
(
1
x
)1− 2√
λ
, 2g1 = F3 ∼
(
1
x
)1− 1
2
√
λ
, (8.30)
respectivamente.
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En realidad, la presencia de los kernels presentados en las ecuaciones (5.29), (5.40), (5.49)
y (5.54) tambie´n modifica la dependencia de las funciones con respecto a la virtualidad del foto´n
externo, q2. En particular, recordamos que se produce un proceso difusivo en la direccio´n radial. Las
expresiones integrales exactas para F1 y F2 son nuevamente de la forma (5.61) y (5.62), mientras que
para g1 y F3 obtenemos expresiones ana´logas a (5.65). En todos los casos, los factores de impacto
asociados a los bosones de gauge siguen siendo los mismos (ver (5.63) y (5.66)). Lo´gicamente
debemos modificar el factor asociado al blanco hadro´nico, reemplazando el Pφ de (5.64) por
Pψ(z
′) = z−3|f+(z′)|2 ∼ (z′Λ)2τ−2, (8.31)
donde la funcio´n f+(z) esta´ definida en base a la solucio´n segu´n ψin(x, z) = e
iP ·x[f+(z)P+ +
f−(z)P−]uin(P ).
Cabe aclarar que para g1 no es te´cnicamente correcto utilizar los kernels que derivamos para
los modelos conformes y hard-wall. En efecto, hemos dicho en la seccio´n anterior que en ambos se
tiene precisamente g1 = 0. Sin embargo, todo lo que diremos en referencia a g1 a partir de ahora
sera´ pensando en un modelo como los que acabamos de describir, en los que la regio´n IR se ve
modificada de manera tal de generar una g1 no nula. Supondremos, entonces, que los desarrollos
presentados en el cap´ıtulo 5 para F3 a partir del kernel del modelo hard-wall pueden aplicarse
aproximadamente de la misma manera a esta nueva funcio´n de estructura que aparece en el caso
fermio´nico.
8.2. Comparacio´n con los datos experimentales
Pomero´n vs BFKL
En la introduccio´n hemos visto que las funciones de estructura del DIS describen las distri-
buciones parto´nicas en el interior de los hadrones, incluyendo quarks, anti-quarks y gluones. Se
cree que la contribucio´n gluo´nica se vuelve cada vez ma´s importante a medida que el para´metro
de Bjorken toma valores cada vez ma´s pequen˜os. En consecuencia, en este re´gimen podemos ana-
lizar el problema despreciando la fenomenolog´ıa asociada a los quarks, al menos en una primera
aproximacio´n. En otras palabras, tomamos N  Nf , con Nf el nu´mero de sabores. Si bien en el
re´gimen de acoplamiento fuerte pierde sentido pensar en una descripcio´n parto´nica de los grados
de libertad, extrapolando este razonamiento vemos que en este re´gimen resulta natural considerar
la aplicacio´n de la correspondencia AdS/CFT.
Por otro lado, en el cap´ıtulo 5 mostramos que existe una similitud evidente entre las expresiones
para las amplitudes generadas a partir de los me´todos BFKL [43] y las de la descripcio´n hologra´fica
en el re´gimen del Pomero´n. En efecto, el kernel BFKL y el del Pomero´n proveen una descripcio´n uni-
ficada del DIS que permite interpolar entre las regiones de acoplamiento de´bil y fuerte. En el primer
caso, las te´cnicas utilizadas son perturbativas, mientras que en el segundo utilizamos la dualidad
AdS/CFT para incluir los efectos no perturbativos en te´rminos de la perspectiva hologra´fica.
Estos argumentos inducen a pensar que en el re´gimen parame´trico asociado al Pomero´n podr´ıa
tener sentido realizar una comparacio´n entre los resultados que hemos obtenido en esta tesis y la
fenomenolog´ıa disponible.
Cabe aclarar que los experimentos de DIS con blancos bario´nicos de esp´ın-1/2 (principalmente en
el caso del proto´n) han sido much´ısimo ma´s numerosos que, por ejemplo, en el caso meso´nico. Si bien
ya hemos dicho que la descripcio´n hologra´fica que hemos utilizado no puede aplicarse directamente
al caso bario´nico debido al l´ımite planar, podemos tener la esperanza de que la descripcio´n dual en
te´rminos del dilatino sea suficiente para capturar al menos algunos aspectos universales del DIS en
estos casos.
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Sector universal
En esta seccio´n describimos la comparacio´n con los datos experimentales realizada en [61]. El
trabajo esta´ basado en el ana´lisis de la funcio´n de estructura F2. Esta funcio´n fue medida en el
caso proto´nico por las colaboraciones H1 y ZEUS en la dispersio´n no polarizada e±p producido
en HERA, y las publicaciones [95-97] contienen los datos con los que compararemos los resultados
de la seccio´n anterior. Estos datos describen en detalle el rango definido por 10−6 ≤ x ≤ 10−2 y
0,1(GeV/c)2 ≤ q2 ≤ 400(GeV/c)2.
Las expresiones integrales (5.61), (5.62) y (5.65) (que utilizaremos en realidad para g1) son
dif´ıciles de resolver anal´ıticamente. Es por esto que, en un primer intento en la direccio´n feno-
menolo´gica, los autores de [61] propusieron aproximar los factores de impacto asociados al foto´n
virtual y al hadro´n de la siguiente manera:
Pψ(z
′) ≈ 1
M
δ(z′ − 1/M) , PA(z) ≈ 1
q
δ(z − 1/q) , (8.32)
lo que en te´rminos efectivos indica que estamos obviando todos los detalles de las funciones de onda,
queda´ndonos simplemente con las escalas alrededor de las que esta´n centradas3. Estas escalas son M
para el hadro´n (que es aproximadamente del mismo orden que Λ) y q para el foto´n. De esta manera,
las deltas de Dirac en (8.32) permiten realizar las integrales en z y z′. Si bien esta aproximacio´n
puede parecer demasiado forzada, veremos que las expresiones que se obtienen parecen capturar
gran parte de la informacio´n relevante del proceso.
En un primer lugar nos concentramos en el proceso dominante a nivel a´rbol. Comenzamos
utilizando las aproximaciones (8.32) para evaluar (5.62) en el caso del dilatino. De esta manera,
obtenemos la siguiente expresio´n aproximada para la F2 generada por el intercambio de un (u´nico)
Pomero´n:
F2(x, q
2) ≈ g
2
0
32pi5/2
ρ3/2√
τ
q
M
e(1−ρ)τ
[
e
− 1
ρτ
log2(q/M)
+ F (q,M, τ)e
− 1
ρτ
log2(qMz20)
]
(8.33)
con la funcio´n F definida en (5.41), z0 = Λ
−1 y4
ρ ≡ 2/
√
λ , τ ≡ logα′s˜ ≈ log (α′zz′s) ≈ log(ρ
2
q
M
1
x
)
. (8.34)
La expresio´n (8.33) es correcta en el contexto del modelo hard-wall. En el caso conforme so´lo de-
bemos considerar el primer te´rmino entre corchetes. La estrategia para la comparacio´n es similar
a la que utilizamos en el caso de los mesones: consiste en considerar (8.33) en te´rminos de cier-
tos para´metros considerados como libres, y utilizar los datos experimentales para ajustar dichos
para´metros. En este caso, los para´metros libres son la constante multiplicativa g0, la escala de masa
del hadro´n M , el acoplamiento ρ y la escala de confinamiento z0 (que so´lamente no esta´ presente
para el modelo conforme).
En el caso conforme los resultados del ajuste (realizado a partir de 160 datos) son,
ρ = 0,7740± 0,0103 , M = 0,5575± 0,0432 GeV , χ2d.o.f = 0,75, (8.35)
3De hecho, en el trabajo original [61] el ana´lisis de los blancos fermio´nicos no hab´ıa sido desarrollado. Los autores
simplemente utilizaron la descripcio´n del caso escalar.
4Notar que aqu´ı usamos una definicio´n de τ un tanto distinta de la del cap´ıtulo 5 para facilitar la comparacio´n
con [61]. Adema´s, seguimos utilizando convenciones en las que R = 1.
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mientras que para el modelo confinante (con un ajuste realizado a partir de casi 250 datos dada la
inclusio´n de puntos con menor q2) los autores obtienen
ρ = 0,7792± 0,0034 , M = 0,4333± 0,0243 GeV , z0 = 4,96± 0,14 GeV−1 , χ2d.o.f = 1,07. (8.36)
Por otro lado, para los dos ajutes la constante global es tal que g20 ≈ 100.
Es importante resaltar que en ambos casos los valores que se obtienen para los para´metros del
ajuste son fenomenolo´gicamente aceptables. En primer lugar, el valor de ρ indica que tenemos un
λ cercano a la transicio´n entre acoplamiento de´bil y fuerte. En segundo lugar, la ubicacio´n del
hard-wall genera una escala de confinamiento del mismo orden que ΛQCD. En tercer y u´ltimo lugar,
considerando el valor de z0 fijo la masa hadro´nica que obtenemos tambie´n esta´ dentro del rango
apropiado.
Asimismo, la diferencia entre ambos ajustes esta´ asociada a los datos con los valores de q2 ma´s
pequen˜os. En efecto, cuando q2 es muy grande no hay mayor diferencia entre ambos modelos ya
que los efectos del confinamiento son despreciables, lo que genera que el segundo te´rmino en (8.33)
sea pra´cticamente despreciable en comparacio´n con el primero. Sin embargo, por debajo de este
re´gimen la presencia del hard-wall cobra una importancia considerable, de manera que los datos
son descriptos mucho ma´s precisamente por el modelo confinante.
Para terminar, diremos que los autores de [61] tambie´n consideraron la posibilidad de incluir las
contribuciones de todos los diagramas tipo escalera de la figura 17 resumados en la fo´rmula de la
aproximacio´n Eikonal. Los efectos asociados la inclusio´n de las contribuciones no lineales comienzan
a ser importantes alrededor de χ ∼ 1, donde χ es la fase eikonal, lo que para los datos de HERA
ocurre aproximadamente en la regio´n q2 < 1(GeV/c)2. Sin entrar en detalles, diremos que el ajuste
correspondiente incluso mejora los resutlados de (8.36). Presentamos en la figura 37 la comparacio´n
entre los ajustes asociados a ambos modelos junto con los datos experimentales [61].
Ajustes y predicciones para g1
En esta seccio´n presentamos los resultados obtenidos en nuestra publicacio´n [11], basados en
utilizar los me´todos que acabamos de describir para comparar la descripcio´n hologra´fica de la
funcio´n de estructura g1 del proto´n (polarizado) con los datos experimentales disponibles. En primer
lugar, vemos que a reemplazando (8.32) esta vez en (5.65) obtenemos la siguiente expresio´n para
g1:
g1(x, q
2) = C ρ
−1/2
√
τ
eτ(1−ρ/4)
[
e
(
− 1
ρτ
log2(q/M)
)
+ F (q,M, τ)e
(
− 1
ρτ
log2(qMz20)
)]
(8.37)
En esta fo´rmula tenemos nuevamente cuatro para´metros: C, ρ,M y z0. Sin embargo, si pensamos
tener un modelo coherente que permita decribir a F2 y a g1 al mismo tiempo no podemos tomarlos
a todos como libres: tanto ρ como M y z0 ya esta´n determinados por los ajustes anteriores. El
u´nico para´metro independiente que tenemos para ajustar en este contexto es la constante global C.
Esta restriccio´n es realmente u´til, ya que debido a las dificultades experimentales la cantidad
de datos disponibles para g1 en la regio´n de x chico y q cuanto menos mayor a M es bastante
ma´s reducida que en el caso de F2. Las mediciones realizadas fueron publicadas por la colaboracio´n
SMC [98] y, ma´s recientemente, por la colaboracio´n COMPASS [99, 100]. Como hicimos en el caso
de los mesones, utilizaremos primero los datos ma´s antiguos y luego analizaremos co´mo cambian
los resultados al considerar las mediciones ma´s recientes. Dado el rango de validez de los ca´lculos
de teor´ıa de cuerdas, utilizaremos so´lamente los datos pertenecientes a la regio´n relevante. Por lo
tanto, en el primer caso tenemos 19 mediciones con las que podemos realizar un ajuste de (8.37).
De esta manera, obtenemos C = 0,0195 ± 0,0024 para el modelo conforme y C = 0,0191 ± 0,0023
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Figura 37: Ajustes y datos experimentales para la funcio´n de estructura F2 del proto´n, presentada en funcio´n
de x y para distintos valores de q2. Las curvas punteadas esta´n asociadas al ajuste basado en el intercambio
de un u´nico Pomero´n en el modelo hard-wall, mientras que las curvas continuas corresponden al caso de la
eikonal [61]. Los datos experimentales esta´n extra´ıdos de [95-97].
en el caso del hard-wall. Ambos ajustes tienen un χ2d.o.f. = 0,27, lo que indica que el ajuste no es
muy bueno. En la figura 38 presentamos los datos experimentales [99]5 junto con nuestros ajustes.
Observamos que, como era de esperarse, el ajuste es mucho mejor en la regio´n x < 0,01 que para los
dema´s datos. Au´n si los ajustes no son de todo satisfactorios, es interesante notar que en el rango
mencionado los valores que obtenemos utilizando los para´metros definidos por el ajuste de F2 para
caracterizar la dependencia funcional no trivial de la funcio´n de estructura g1(x, q
2) y simplemente
ajustando una constante multiplicativa global son similares a los datos experimentales.
Ahora bien, resulta muy interesante analizar que´ sucede para los datos de la colaboracio´n
COMPASS, que constituyen una caracterizacio´n mucho ma´s precisa de la g1 proto´nica [106] para el
re´gimen con q2 < 1 (GeV/c)2 y 4×10−5 < x < 4×10−2. Esta regio´n parece bastante ma´s apropiado
para comparar con nuestros resultados ya que el formalismo del Pomero´n describe procesos con
valores muy pequen˜os de x. Sin embargo, debemos tener en cuenta que tambie´n hemos tomado
a q como un para´metro mucho mayor a la escala Λ. Por lo tanto, decidimos utilizar u´nicamente
los datos para los que q2 > M2, tomando como referencia los valores de M ∼ 0,2-0,3 (GeV/c)2
sen˜alados por los ajustes para F2 en (8.35) y (8.36). Realizamos entonces un ajuste con los quince
puntos que cumplen esta restriccio´n. obteniendo los siguientes resultados:
modelo conforme : C = 0,011± 0,002 , χ2d.o.f. = 1,140 (8.38)
modelo hard− wall : C = 0,012± 0,002 , χ2d.o.f. = 1,074 . (8.39)
5 Por completitud incluimos tambie´n con valores del para´metro de Bjorken hasta x = 0,035 publicados por las
colaboraciones SMC [98], EMC [101], HERMES [102], SLAC E143 [103], E155[104] y CLAS [105].
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Figura 38: Las curvas coloradas esta´n asociadas a nuestros ajustes para g1 en funcio´n de q
2 y para distintos
valores de x. Mostramos tambie´n los datos de [99] y los trabajos citados por los autores. Por otro lado, las
curvas amarillas caracterizan los errores del para´metro C. Notamos que para pemitir una visio´n ma´s clara
le sumamos una constante Ci = 12,1 − 0,7i a la funcio´n g1 para cada valor de x tanto a los datos como a
nuestros resultados.
Como puede verse, en este caso nuestros modelos ajustan los datos de manera casi perfecta. Adema´s,
el valor de C no se ve modificado de manera significativa en comparacio´n con los ajustes anteriores,
siendo en todos los casos C ' 0,01. Este resultado constituye una prediccio´n de nuestro modelo. Por
otro lado, nuevamente vemos que el modelo confinante es ma´s apropiado ya que ajusta mejor los
datos con los menores valores de q2, para los que las escalas q y M se vuelven comparables. Como
un comentario aparte, diremos que sorprendentemente la inclusio´n de la totalidad de los datos de
[106] arroja un resultado razonablemente bueno para el ajuste en el caso del modelo conforme. No
sucede lo mismo en el contexto del modelo confinante. Suponemos que esta peculiaridad se debe
a los mayores errores asociados a los puntos con los valores ma´s pequen˜os de q2 y x. La figura 39
permite visualizar tanto los datos experimentales como nuestras predicciones para la funcio´n g1
asociada a estos nuevos ajustes.
A modo de conclusio´n, podemos realizar algunos comentarios con respecto a los reg´ımenes de
validez de nuestros comparaciones fenomenolo´gicas. El primer conjunto de datos, descripto en la
figura 38, corresponde a valores mayores de x y a un rango relativamente grande de valores de q2.
Por otro lado, los datos ma´s recientes pueden observarse en la figura 39 y esta´n asociados a valores
mucho menores del para´metro de Bjorken, aunque los q2 correspondientes son tambie´n pequen˜os.
En ambos casos la cantidad de puntos disponibles es mucho menor al caso de F2 analizado en
[61]. La situacio´n ideal para analizar nuestro modelo consistir´ıa en disponer de puntos con valores
muy pequen˜os de x y valores de q2 bastante ma´s grandes. Desafortunadamente, este tipo de datos
au´n no se encuentra disponible. Esperamos que nuestro tratamiento pueda ser realizado de manera
mucho ma´s precisa en el futuro cercano. Igualmente, conclu´ımos que los resultados que obtuvimos
son alentadores, ya que permiten describir de manera aceptable (y mucho ma´s que aceptable en un
rango reducido de datos) la fenomenolog´ıa del DIS proto´nica. Adema´s, esta descripcio´n se da de
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Figura 39: Nuestros ajustes ma´s precisos para la descripcio´n de g1 en comparacio´n con los datos de [106].
Las curvas continuas corresponden al ajuste conforme, mientras que las l´ıneas punteadas esta´n asociadas al
caso hard-wall, que con C = 0,0120± 0,0020 y χ2d.o.f. = 1,074 constituye el resultado ma´s importante de esta
seccio´n. En este caso, sumamos una constante 3i a cada uno de los datos y curvas segu´n el valor de x.
manera coherente con la que analizamos en la seccio´n anterior para F2.
Finalmente, utilizando los resultados que acabamos de obtener podemos predecir el compor-
tamiento de g1 en funcio´n de x en el re´gime de x chico y para distintos valores de q
2 (ver figura
40).
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Figura 40: Nuestras predicciones para la dependencia de g1 con respecto al para´metro de Bjorken x para dis-
tintos valores de q2. Las l´ıneas cont´ınuas corresponden al modelo conforme, mientras que las l´ıneas punteadas
corresponden al caso confinante.
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Conclusiones y trabajo a futuro
La teor´ıa cua´ntica de campos representa sin dudas uno de los formalismos ma´s exitosos en
la historia de la f´ısica de altas energ´ıas. Los observables ba´sicos asociados a los experimentos
realizados en los aceleradores de part´ıculas esta´n dados por las secciones eficaces de dispersio´n. El
estudio perturbativo de las mismas en combinacio´n con el proceso de renormalizacio´n han originado
predicciones directas que han sido confirmadas por los experimentos con un nivel de precisio´n sin
precedentes. Sin embargo, el conocimiento que se tiene de las teor´ıas de campos fuera del re´gimen
perturbativo sigue siendo limitado. En efecto, cuando un sistema se vuelve fuertemente acoplado
la mayor parte de las te´cnicas disponibles dejan de ser va´lidas.
Este problema esta´ lejos de ser de ı´ndole exclusivamente teo´rica: la cromodina´mica cua´ntica,
teor´ıa que describe las interacciones que se dan en los nu´cleos de los a´tomos que forman la materia
que nos rodea y de la que estamos hechos, resulta ser fuertemente interactuante a bajas energ´ıas. En
este re´gimen, los quarks y gluones no son los grados de libertad apropiados debido su confinamiento.
En cambio, emergen las part´ıculas efectivas que denominamos hadrones: los bariones, como los
protones y los neutrones, y los mesones, como el pio´n y el meso´n ρ, entre muchos otros.
Uno de los desaf´ıos ma´s importantes en la f´ısica teo´rica consiste en desarrollar te´cnicas que se
puedan utilizar cuando las expansiones perturbativas fallan. En este sentido, vale la pena men-
cionar la importancia de las te´cnicas conocidas bajo los nombres de localizacio´n e integrabilidad,
que en ciertos casos permiten obtener resultados exactos. Ahora bien, en gran medida, la intuicio´n
disponible para la f´ısica de los sistemas fuertemente acoplados proviene del concepto de dualidad,
que ha sido importante tanto para las teor´ıas de campos como para las teor´ıas de cuerdas. En
diversas situaciones, las dualidades permite redefinir el problema original en te´rminos de las varia-
bles asociadas a un sistema dual de´bilmente acoplado. En particular, la correspondencia AdS/CFT
constituye una herramientas esencial ya que permite expresar los observables de una gran cantidad
de teor´ıas de gauge en te´rminos de las teor´ıas de supercuerdas y supergravedad que representan sus
correspondientes duales hologra´ficos. En particular, en el re´gimen en que la cantidad de colores es
infinita y el acoplamiento de ’t Hooft es no perturbativo la f´ısica de la teor´ıa gravitatoria dual es
cla´sica y son despreciables las correcciones de cuerdas. El caso ma´s estudiado es el de N = 4 SYM,
dual a las supercuerdas del tipo IIB en AdS5 × S5, y a lo largo de esta tesis hemos considerado
principalmente una deformacio´n conocida como modelo hard-wall. Si bien esta´ claro que este mo-
delo no es el dual hologra´fico de QCD (ni siquiera considerando su l´ımite N →∞), ambas teor´ıas
comparten varios aspectos fenomenolo´gicos. En particular, ambas teor´ıas son confinantes a bajas
energ´ıas6. Por lo tanto, la comparacio´n entre los ca´lculos realizados a partir de la teor´ıa de cuerdas
y los resultados experimentales resulta ser sumamente interesante.
En esta tesis hemos analizado en detalle la descripcio´n hologra´fica del proceso de DIS. Tomando
como punto de partida el modelo original propuesto por Polchinski y Strassler en [2], donde los
6En realidad, aqu´ı estamos abusando del lenguaje: el modelo hard-wall es una simplificacio´n que da los mismos
resultados que diversos modelos para los que esta afirmacio´n s´ı es va´lida.
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autores consideraron blancos escalares (duales a glueballs) en el l´ımite estrictamente planar, hemos
extendido el formalismo original con el objetivo de poder describir modelos realistas.
En primer lugar, consideramos el DIS con blancos meso´nicos formados por modos en la repre-
sentacio´n fundamental del grupo de gauge. Estos proceso pueden analizarse en te´rminos de modelos
hologra´ficos basados en la inclusio´n de D-branas de prueba que representan los grados de libertad
de sabor. Estudiamos la amplitud de dispersio´n del proceso dual en un espacio con geometr´ıa AdS
en el l´ımite planar y en todo el re´gimen f´ısico del para´metro de Bjorken, incluyendo la regio´n de
x pequen˜o en la que es necesario incluir las contribuciones de los modos masivos de la teor´ıa de
cuerdas. En este re´gimen, presentamos las acciones efectivas correspondientes en base a un razo-
namiento heur´ıstico y tambie´n desde primeros principios, es decir, a partir de las amplitudes de
dispersio´n de las cuerdas. Para esto, fue necesario utilizar amplitudes mixtas con estados externos
de cuerdas abiertas y cerradas. De esta manera, obtuvimos las funciones de estructura asociadas a
los mesones escalares, pseudoescalares y vectoriales para blancos total o parcialmente polarizados.
Calculamos tambie´n las secciones eficaces diferenciales del DIS y los momentos asociados a las
funciones de estructura universales. Encontramos resultados ana´logos en los distintos modelos de
D-branas analizados, lo que sugiere que se trata de feno´menos universales, va´lidos para cualquier
teor´ıa de campos con grados de libertad meso´nicos y con un dual hologra´fico. Asimismo, realiza-
mos una comparacio´n con los resultados obtenidos a partir de las simulaciones de lattice QCD,
obteniendo en todos los casos desviaciones menores al 20 % para los mejores ajustes.
En segundo lugar, estudiamos las primeras correcciones no planares al DIS en el re´gimen de
supergravedad. Calculamos las correcciones dominantes a la funcio´n de estructura longitudinal
en la expansio´n en potencias de Λ2/q2 tanto para los glueballs del modelo original como para
los mesones escalares en el modelo D3D7. Demostramos que l´ımites de N → ∞ y q2 → ∞ no
conmutan. En ambos casos, existe un re´gimen en el que esta correccio´n en realidad representa la
principal contribucio´n al DIS. Utilizamos estos resultados para comparar nuevamente con los datos
asociados meso´n escalar ma´s liviano, el pio´n, mostrando que los ajustes realizados anteriormente
se ve´ıan mejorados, obteniendo errores menores al 1,3 % en comparacio´n con lattice QCD. Cabe
resaltar que, en principio, en el re´gimen en el que la aproximacio´n de supergravedad deja de ser
va´lida las correcciones cua´nticas pueden incluirse a partir del formalismo eikonal.
En tercer y u´ltimo lugar, retornamos al modelo original para incluir las contribuciones a las
funciones de estructura asociadas a la parte antisime´trica del tensor hadro´nico y estudiar en detalle
la fenomenolog´ıa de los blancos fermio´nicos. Utilizando nuevamente amplitudes de teor´ıa de cuerdas,
esta vez incluyendo estados entrantes/salientes asociados a modos de R-R y de NS-R, mostramos
que el proceso relevante esta´ dado por el intercambio de un boso´n de gauge reggeizado en el canal
t. El te´rmino de Chern-Simons de la accion efectiva de la teor´ıa gravitatoria en cinco dimensiones
juega un papel preponderante en este contexto. Finalmente, adaptamos el formalismo del Pomero´n
al estudio de este proceso en el re´gimen en el que x ∼ exp (−λ1/2), donde la energ´ıa en el sistema
centro de masa se vuelve muy alta, rompiendo la aproximacio´n local y generando un proceso de
difusio´n en la direccio´n radial. En este re´gimen se obtiene para la amplitud de dispersio´n una
expresio´n formalmente similar a la que produce el formalismo BFKL en un contexto perturbativo.
Bajo ciertas aproximaciones, esto permite tomar cuatro para´metros como libres para realizar un
ajuste con los resultados experimentales asociados al DIS proto´nico similar al de [61]. En este
contexto, obtuvimos una descripcio´n muy satisfactoria de los datos relacionados con la funcio´n de
estructura polarizada g1(x, q
2) consistente con los resultados presentados en [61] para F2(x, q
2).
Los ca´lculos realizados y resultados obtenidos en esta tesis abren el camino a diversas proyectos
a futuro, algunos de los cuales describimos brevemente a continuacio´n:
Ser´ıa interesante utilizar las te´cnicas desarrolladas para le estudio de correcciones no planares
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en el re´gimen de supergravedad en el caso de los blancos escalares para analizar el caso de
los mesones vectoriales. En particular, en el caso del meso´n ρ resultar´ıa de suma importancia
mostrar que los resultados de los ajustes tambie´n mejoran al incluir este tipo de correcciones.
En un plano ma´s teo´rico, ser´ıa importante poder conectar las correcciones cua´nticas en el
re´gimen de x pequen˜o con las amplitudes de teor´ıa de cuerdas asociadas a topolog´ıas con
genus g > 0. Sin embargo, para esto es necesario tener en cuenta la geometr´ıa curva y la
presencia de flujos de R-R en la solucio´n cla´sica.
Los resultados obtenidos para los protones en la regio´n del Pomero´n demuestran que existe
un re´gimen en el que la universalidad de los procesos gravitatorios permite tratar incluso el
caso bario´nico. Es necesario ver hasta que´ punto pueden extrapolarse este tipo de compara-
ciones. Por otro lado, un tratamiento teo´rico para los bariones requiere considerar los ve´rtices
bario´nicos, asociados a estados con D-branas en la teor´ıa dual.
Finalmente, ser´ıa interesante aplicar las te´cnicas hologra´ficas a la descripcio´n de otros procesos
de dispersio´n para los que se disponga de una cantidad considerable de datos experimentales.
En este contexto vale la pena destacar el proceso de Drell-Yan.
Para concluir, podemos decir que uno de los objetivos principales de esta l´ınea de investigacio´n
consiste en poder identificar las continuidades y rupturas entre los reg´ımenes de acoplamiento
fuerte y de´bil, tanto en el re´gimen planar como incluyendo las correcciones en potencias de 1/N .
Ser´ıa de gran importancia tener una descripcio´n de los proceso hadro´nicos que permita interpolar
entre ambos reg´ımenes. Un primer paso en este sentido esta´ dado en el contexto de Pomero´n, en el
que por ejemplo el esp´ın efectivo de la part´ıcula intercambiada en el canal t, denominado j0, toma
valores de la forma 1 + O(λ) y 2 − O(λ−1/2) en acoplamiento de´bil y fuerte, respectivamente, y
donde hemos presentado en el texto la forma expl´ıcita de las primeras correcciones en ambos casos.
Para esto, es necesario extender la descripcio´n hologra´fica a valores ma´s generales de la constante
de ’t Hooft λ.
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Ape´ndice A
Convenciones generales
A lo largo de esta tesis trabajamos con espacios con distinta dimensionalidad y geometr´ıas
variables, sobre los que estara´n definidas diversas teor´ıas cua´nticas de campos, modelos de (su-
per)gravedad y teor´ıas de (super)cuerdas. En este breve ape´ndice presentamos las convenciones que
utilizamos a lo largo del texto.
Trabajamos siempre con la signatura (−,+, . . . ,+). Esto es va´lido para los espacios Mink4,
AdS5 y AdS5 × S5, que tienen cuatro, cinco y diez dimensiones espacio-temporales, respecti-
vamente. La u´nica excepcio´n viene dada por la me´trica de S5, que obviamente es eucl´ıdea.
Los ı´ndices µ, ν, · · · = 0, . . . , 3 corresponden al espacio de Minkowski de cuatro dimensiones
asociado al borde conforme de AdS5.
Los ı´ndices M,N, · · · = 0, . . . , 9 corresponden a las diez coordenadas de la teor´ıa dual: la
supergravedad de tipo IIB.
Los ı´ndices m,n, · · · = 0, . . . , 4 corresponden a las coordenadas del espacio AdS5.
Los ı´ndices a, b, · · · = 1, . . . , 5 corresponden a las coordenadas de la 5-esfera interna. Igual-
mente, en algunas ocasiones utilizamos estas a, b, · · · = 1, . . . , N2 − 1 para referirnos a los
ı´ndices de de color de la teor´ıa de gauge.
Los ı´ndices A,B, · · · = 1, . . . , 15 corresponden a los generadores del a´lgebra de Lie del grupo de
simetr´ıa R de la teor´ıa N = 4 SYM. Utilizando el cambio de base apropiado estos generadores
pueden identificarse con los del grupo de isometr´ıas de la cinco-esfera, dado por SO(6).
Los ı´ndices α, β, . . . caracterizan gene´ricamente las componentes espinoriales (en cualquier
dimensio´n).
En la convencio´n descripta en el primer punto, los fermiones satisfacen ecuaciones de Dirac
cuya forma gene´rica puede escribirse como − /Dψ = mψ. En este contexto, y utilizando los
ı´ndices que definir, llamamos γµ, ΓM , γm y τa a las diferentes matrices de Dirac involucradas.
En contadas ocasiones utilizaremos σi o σµ = (1, ~σ) para referirnos a las matrices de Pauli en
su forma usual.
En las acciones gravitatorias, tomaremos una normalizacio´n del tipo
S =
1
2κ2d
∫
ddx
√−gd [Rd(gd) + · · · ] ,
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donde κd es la constante de Einstein en la dimensio´n apropiada, gd es la me´trica corres-
pondiente y Rd el escalar de Ricci construido a partir de la misma. Los puntos suspensivos
incluyen a los distintos campos de la correspondiente teor´ıa de supergravedad, generalmente
definida en AdSd. Si llamamos gene´ricamente Φ a estos campos, definimos a sus perturbacio-
nes φ segu´n Φ = Φ0 +
√
2κd φ. De esta manera, los te´rminos cine´ticos de las perturbaciones
quedan cano´nicamente normalizados.
Ape´ndice B
Algunos detalles sobre la dualidad de
Maldacena
La teor´ıa N = 4 SYM
En esta seccio´n repasamos algunas de las caracter´ısticas fundamentales de la teor´ıa N = 4
SYM. Para esto, nos basamos en principalmente en [18]1.
El modelo en el que estamos interesados constituye la teor´ıa cua´ntica de campos maximalmente
supersime´trica en cuatro dimensiones. Se trata de una teor´ıa de Yang-Mills con grupo de gauge
SU(N) cuyo contenido de campos esta´ dado por
Los bosones de gauge Aµ.
Cuatro fermiones de Weyl izquierdos λp, con p = 1, . . . , 4 en la representacio´n fundamental del
grupo SU(4) asociado a la simetr´ıa R, que pueden juntarse en un u´nico espinor de Majorana-
Weyl de 16 componentes Ψ .
Seis escalares reales Xpq = −Xqp pertenecientes a la representacio´n adjunta de SU(4), que
tambie´n podemos llamar Xi con i = 1, . . . , 6.
Todos los campos esta´n en la representacio´n adjunta del grupo de gauge. La accio´n de la teor´ıa es
la siguiente:
SN=4 =
1
2g2YM
∫
d4xTr
[
−1
2
(Fµν)
2 + (DµXi)
2 + i ΨΓµDµΨ (B.1)
−
∑
i<j
[Xi, Xj ]
2 − ΨΓ i [Xi, Ψ ]
 ,
con Dµ ≡ ∂µ − iAµ, Fµν ≡ ∂µAν − ∂µAµ + [Aµ, Aν ] y hemos repartido las matrices Γ segu´n2
ΓM =
(
Γµ, Γ i
)
. La aparicio´n de la notacio´n usual para teor´ıas en diez dimensiones no es casual:
la teor´ıa N = 4 SYM en cuatro dimensiones puede pensarse como la reduccio´n dimensional del
modelo N = 1 SYM en diez dimensiones.
1Elegimos siguir las convenciones que utilizan los autores [49]. En particular, notamos que la signatura elegida
para la me´trica es la opuesta a la que utilizamos en el cuerpo de la tesis.
2Estrictamente hablando, estas matrices son tienen 16 × 16 componentes, pues se trata del sector de quiralidad
izquierda de las ΓM de 32× 32 que definimos ma´s arriba.
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La accio´n (B.1) es cla´sicamente invariante de escala. Esta simetr´ıa se mantiene a nivel cua´ntico.
El grupo de Lie de simetr´ıas se conoce bajo el nombre de PSU(2, 2|4), y contiene al grupo de
Lorentz, al de las simetr´ıas conformes y al de las supersimetr´ıas.
El potencial escalar de la teor´ıa indica que cualquier solucio´n cla´sica debe satisfacer [Xi, Xj ]
∀i, j. Tenemos entonces dos fases posibles:
La fase superconforme, caracterizada por 〈Xi〉 = 0 ∀i.
La fase de Coulomb, donde alguno o varios de los escalares adquieren un valor de expectacio´n
no nulo, rompiendo esponta´neamente parte de las simetr´ıas.
Cabe destacar que en esta tesis utilizaremos modelos en los que esta teor´ıa describe la f´ısica
solamente en el UV. Igualmente, en el caso simplificado del modelo hard-wall la informacio´n sobre
las simetr´ıas y el espectro sera´ de gran utilidad incluso para energ´ıas no tan altas.
Supercuerdas y supergravedad IIB en AdS5 × S5
En esta seccio´n repasamos algunas de las caracter´ısticas principales de la supergravedad y de las
supercuerdas del tipo IIB en diez dimensiones, teniendo en mente que nos interesan principalmente
sus formulaciones en un fondo AdS5 × S5.
Comenzemos por el caso gravitatorio, que describe la fenomenolog´ıa de bajas energ´ıas de las
cuerdas fundamentales. En principio, la teor´ıa IIB en diez dimensiones tiene N = 2 supersimetr´ıas
y un espectro (no masivo) formado por
La me´trica GMN .
Un escalar complejo formado por el dilato´n Φ y el axio´n a.
Dos 2-formas BMN y AMN , constituidas por modos de NS-NS y de R-R, respectivamente.
Las curvaturas correspondientes suelen llamarse H3 y F3.
Una 4-forma A4 de R-R, cuya curvatura F5 debe ser auto dual.
Dos gravitinos Ψ IM de Majorana-Weyl, con I = 1, 2.
Dos dilatinos Ψ I de Majorana-Weyl.
Se trata de una teor´ıa quiral. La parte boso´nica de la accio´n en el Einstein frame es la siguiente:
SIIB =
1
2κ210
∫
d10x
√−G
[
R(G)− 1
2
(∂µΦ)
2 − 1
12
e−ΦH23 −−
1
2
e2Φ (∂µa)
2 (B.2)
− 1
12
eΦF˜ 23 −
1
240
F˜ 25
]
+
1
2κ210
∫
A4 ∧ F3 ∧H3,
con F˜3 ≡ F3− aH3 y F˜5 ≡ F5 +A2 ∧H3. Esta accio´n debe estar suplementada por la condicio´n de
autodualidad de F5.
La solucio´n que nos interesa tiene una geometr´ıa AdS5 × S5. Adema´s el campo escalar es
constante y la F5 es proporcional a la suma de las formas de volumen de AdS y de la esfera3. El
resto de los campos tienen valores de expectacio´n nulos.
3Hemos indicado la me´trica y algunos otros detalles en el cap´ıtulo 1, ecuaciones (1.7) y (1.8).
161
Los modos que acabamos de describir constituyen u´nicamente el sector no masivo del espectro
de las cuerdas fundamentales. La f´ısica de las mismas puede definirse en base a una teor´ıa conforme
sobre las dos dimensiones de la hoja de mundo. El u´nico para´metro libre de la teor´ıa es la longitud
fundamental ls, y en el l´ımite α
′ = l2s → 0 recuperamos a la teor´ıa de supergravedad como descrip-
cio´n efectiva. En particular, las ecuaciones de movimiento asociadas a (B.2) pueden reinterpretarse
como las funciones beta del modelo sigma no lineal. Existen, adema´s, cantidad infinita de modos
con masas proporcionales a 1/α′ y esp´ınes crecientes. La evolucio´n de los espines es lineal, siguiendo
trayectorias similares a las de la teor´ıa de Regge. Por otro lado, el valor de expectacio´n del dilato´n
define el para´metro de expansio´n de las amplitudes en te´rminos de los distintos tipos de variedades
riemannianas (eucl´ıdeas) de dos dimensiones, da´ndole una mayor importancia a las que tienen un
nu´mero menor de manijas.
Espectro y diccionario hologra´fico
En esta seccio´n estudiamos el espectro que se obtiene para la teor´ıa gravitatoria en el contexto
de la solucio´n AdS5×S5. En primer lugar, obtener este espectro es importante para entender co´mo
funciona en detalle la dualidad AdS/CFT en este ejemplo concreto, estableciendo el denominado
diccionario hologra´fico. En segundo lugar, tambie´n resulta escencial para el objetivo principal de
esta tesis: estudiar el proceso de Deep Inelastic Scattering desde el punto de vista dual.
A la hora de estudiar el espectro de la supergravedad IIB en AdS5×S5 resulta pra´ctico partir del
punto de vista diez-dimensional y pensar en la teor´ıa efectiva que se obtiene en cinco dimensiones
luego de compactificar en la 5-esfera. El estudio completo fue realizado en detalle en [53] mucho
antes de la publicacio´n de la conjetura de Maldacena. Aqu´ı simplemente repasamos algunos detalles
de los procedimientos involucrados. Concentre´monos en los campos boso´nicos de la teor´ıa: la me´trica
GMN = gMN + hMN
4, un campo escalar complejo φ y la 4-forma de Ramond-Ramond (RR) A4.
En este caso, F5 = dA4 es el u´nico campo que tiene un perfil no trivial en el background, adema´s
de la me´trica, dado que
F5,mnopq = 1
R
mnopq , F5,abcde = 1
R
abcde , (B.3)
con  representa al pseudo-tensor de Levi-Civita. Queremos estudiar las fluctuaciones de estos
campos, para lo cual necesitamos obtener las ecuaciones de movimiento al orden cuadra´tico. Estas
fluctuaciones pueden expandirse en armo´nicos esfe´ricos sobre la esfe´ra S5 siguiendo el me´todo usual
de las compactificaciones de Kaluza-Klein, generando diversas torres de modos escalares, vectoriales
y tensoriales desde el punto de vista de AdS5
5. Denotaremos a los distintos armo´nicos esfe´ricos
como Y l(Ω), Y la(Ω), Y
l
(a,b)(Ω), Y
l
[a,b](Ω), respectivamente, donde el uso de pare´ntesis en los sub-
ı´ndices indica que se encuentran simetrizados y con la traza removida, mientras que el uso de
corchetes indica que se encuentran antisimetrizados. Todos estos armo´nicos son autofunciones del
laplaciano angular en la esfera ∇2 de manera tal que
∇2Y l(Ω) = − 1
R2
k(k + 4)Y l(Ω) , (B.4)
para algu´n entero k. En contraposicio´n a ∇2, utilizaremos el s´ımbolo  para indicar el laplaciano
4El significado de los distintos tipos de ı´ndices que utilizamos aqu´ı y a lo largo de este trabajo se encuentran
detallados en el ape´ndice A.
5Una descripcio´n detallada de estos objetos puede encontrarse, por ejemplo, en el ape´ndice B de [65].
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en AdS5. Comenzando con el caso de la me´trica, separamos las distintas componentes segu´n
Gmn = g
(AdS)
mn + h˜mn , h˜mn = hmn −
1
3
g(AdS)mn h
a
a , (B.5)
Gma = hma , Gab = g
S5
ab + hab ,
y fijando condiciones de gauge tipo De Donder
Dah(ab) = 0 , D
aham = 0, (B.6)
obtenemos
hmn(y,Ω) =
∑
l
H lmn(y)Y
l(Ω) , hma(y,Ω) =
∑
l
Alm(y)Y
l
a(Ω) ,
h(ab)(y,Ω) =
∑
l
φl(y)Y l(ab)(Ω) , h
a
a(y,Ω) =
∑
l
pil(y)Y l(Ω) ,
donde y indica de manera gene´rica la dependencia en las coordenadas en AdS5, mientras que Ω
representa la dependencia angular asociada a las coordenadas esfe´ricas. Para las fluctuaciones de
los dema´s campos se obtienen expresiones similares. Por ejemplo, las componentes vectoriales de
las fluctuaciones de A4 toman la forma
amabc(y,Ω) =
∑
l
alm(y) 
de
abc Dd Y
l
e (Ω) . (B.7)
Si bien estas expansiones simplifican considerablemente la forma de las ecuaciones de movimiento
linealizadas, au´n son necesarios algunos pasos para poder desacoplarlas: los modos que las diagona-
lizan resultan ser, en algunos casos, combinaciones lineales de las fluctuaciones originales. Al final
del d´ıa, encontramos una serie de torres de part´ıculas de KK, cada una con su respectiva fo´rmula
de masa mKK . En particular, los modos del escalar complejo, la me´trica y de la 4-forma se combi-
nan entre s´ı dando lugar a tres torres de part´ıculas escalares, dos vectoriales y una tensorial. Las
principales propiedades y nume´ros cua´nticos de dichas part´ıculas pueden observarse en la tabla B.1
6. Notemos que el primer modo (no masivo) en la torre asociada a h(mn) corresponde al gravito´n
en AdS5.
Veremos en detalle ma´s adelante co´mo se obtienen las soluciones cla´sicas asociadas a cada uno
de estos modos, pero por ahora alcanza con decir que todos los modos (boso´nicos) normalizables
tienen una forma similar: las perturbaciones definidas por un cuadri-momento pµ toman la forma
gene´rica
Φm1... ∼ m1...eip·xzαJ∆(k)−2(pz)Y l(k)(Ω) (B.8)
para alguna potencia entera α y algu´n tensor de polarizacio´n m1.... Las funciones Jν(x) no son otra
cosa que funciones de Bessel de primera especie.
Convenciones para los vectores de Killing en la esfera
En esta seccio´n describimos de manera detallada la relacio´n entre los vectores de Killing de
la esfera S5 y los generadores de SU(4). Las expresiones que obtenemos son importantes en el
contexto de las contribuciones antisime´tricas al DIS en el re´gimen de x λ−1/2.
6En esta tabla simplemente presentamos la informacio´n de algunos de los modos relevantes para este trabajo. Un
conjunto ma´s completo de datos puede encontrarse en las referencias [18, 53].
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Campo esp´ın Compuesto por m2KK(k) ∆(k) OQFT SU(4)R
φ (0, 0) φ k(k + 4) , k ≥ 0 k + 4 Tr(F 2Xk) (0, k, 0)
s (0, 0) haa , aabcd k(k − 4) , k ≥ 2 k Tr
(
Xk
)
(0, k, 0)
t (0, 0) haa , aabcd (k + 4)(k + 8) , k ≥ 0 k + 8 Tr
(
F 2F˜ 2Xk
)
(0, k, 0)
Ω (0, 0) h(ab) k(k + 4) , k ≥ 2 k + 4 Tr
(
λλλλXk
)
(2, k − 2, 2)
Am (
1
2 ,
1
2) hma , amabc (k − 1)(k + 1) , k ≥ 1 k + 3 Tr
(
λλXk
)
(1, k − 1, 1)
Bm (
1
2 ,
1
2) hma , amabc (k + 3)(k + 5) , k ≥ 1 k + 7 Tr
(
FF˜λλXk
)
(1, k − 1, 1)
h(mn) (1, 1) h(mn) k(k + 4) , k ≥ 0 k + 4 Tr
(
FF˜Xk
)
(0, k, 0)
Tabla B.1: Algunas caracter´ısticas de las fluctuaciones de los campos de la supergravedad IIB en un fondo
AdS5 × S5 relevantes para este trabajo. El entero k indica la representacio´n irreducible del grupo SO(6) ∼
SU(4)R y define la correspondiente masa de KK. Tambie´n se indica el operador de la CFT asociado a cada
uno de los modos en cuestio´n, junto con la relacio´n entre k y la dimensio´n de escaleo ∆.
El a´lgebra de Lie de SU(4) esta´ dada por el conjunto de las matrices de 4× 4 hermı´ticas y de
traza nula. La base cano´nica esta´ dada {TA;A = 1, . . . , 15}, donde por ejemplo
T3 =
1
2

1 0 0 0
0 −1 0 0
0 0 0 0
0 0 0 0
 , T8 =
1
2
√
3

1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −2 0
0 0 0 0
 , T15 =
1
2
√
6

1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 1 0
0 0 0 −3
 , (B.9)
son los tres generadores diagonales. Las matrices TA satisfacen la relacio´n una relacio´n de ortonor-
malidad y las relaaciones de conmutacio´n
Tr(TATB) =
1
2
δAB , [TA, TB] = ifABC TC , (B.10)
donde son las constantes de estructura esta´n representadas por el tensor completamente anti-
sime´trico fABC . En los casos SU(n ≥ 3) tambie´n resutla u´til tener en cuenta al s´ımbolo totalmente
sime´trico dABC , que aparece en las relaciones de anti-conmutacio´n. En te´rminos de los generadores,
estos objetos esta´n definidos segu´n
fABC = −2iTr (TA[TB, TC ]) , dABC = 2 Tr(TA{TB, TC}) . (B.11)
SU(4)R es el grupo asociado a la simetr´ıa R de la teor´ıa N = 4 SYM, donde el s´ımbolo dABC
aparece por ejemplo en los te´rminos ano´malos de las funciones de correlacio´n tres corrientes JAR
(ver en el cap´ıtulo 5). En te´rminos de la dualidad AdS/CFT, esto se traduce en su presencia en el
te´rmino de Chern-Simons de la teor´ıa gravitatoria [15, 51, 52]. En cuanto a la descripcio´n hologra´fica
del DIS, hemos visto la corriente electromagne´tica generalmente se simula gaugeando un subgrupo
U(1) ⊂ SU(4), asociado al generador T3 [44, 45]. Por lo tanto, son de intere´s las componentes d33C .
Las u´nicas que resultan ser distintas de cero son d338 = 1/
√
3 y d33,15 = 1/
√
6.
Por otro lado, en la geometr´ıa dual la simetr´ıa R se ve realizada a trave´s del grupo de isometr´ıas
de la cinco-esfera, SO(6), que es isomorfo a SU(4). En este contexto, en general se maneja una
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base distinta definida por los quince vectores de Killing K[ij], con i, j = 1, . . . , 6. La notacio´n refiere
a las coordenadas xi de un R6 en el que podemos embeber a la S5, en te´rminos de las cuales los
estos vectores pueden escribirse como
K[ij] = x
i∂j − xj∂i , i, j = 1, . . . , 6 , (B.12)
El mapa expl´ıcito entre estos vectores y las matrices T diagonales es el siguiente
T3 ↔ K3 = 2i
(
K[14] +K[26]
)
, T8 ↔ K8 = i
2
√
3
(
K[14] −K[26] + 2K[35]
)
,
T15 ↔ K15 = i√
6
(−K[14] +K[26] +K[35]) . (B.13)
Los vectores Kij esta´n normalizados segu´n∫
S5
d5Ω
√
gS5 K
a
AK
b
B gab(S
5) = −pi
3R7
6
δAB . (B.14)
A partir de los mismos podemos definir un nuevo s´ımbolo sime´trico d˜[ii′][jj′][kk′] ≡ εii′jj′kk′ que toma
valores ±1 o 0. En particular, se satisface la identidad
εii′jj′kk′ =
3
4pi3R6
∫
S5
d5Ω εabcdeK [ii
′]
a ∂bK
[jj′]
c ∂dK
[kk′]
e , (B.15)
que permite deducir el te´rmino de CS en la accio´n de la supergravedad (a menos de por las con-
tribuciones que provienen de diagramas a un loop) [54]. En la base {KA} esta identidad toma la
forma de una expresio´n integral que define a dABC en te´rminos del pseudo-tensor de Levi-Civita y
los vectores de Killing:
dABC =
3i
2pi3R6
∫
S5
d5Ω εabcdeKAa ∂bK
B
c ∂dK
C
e . (B.16)
Por completitud, escribimos una u´ltima identidad que sera´ de utilidad en el cap´ıtulo 5, dada por
εabcde ∂aK
A
b ∂cK
B
d =
4i
R
dABC K
e
C . (B.17)
Los distintos modos en AdS5
En esta seccio´n repasamos brevemente la forma de las soluciones de los distintos modos boso´nicos
en AdS5 y sus derivaciones. En el caso no masivo nos basamos en la descripcio´n de [107].
Una vez expandidos los distintos campos de la supergravedad, las fluctuaciones sobre el fondo
AdS5 × S5 pueden expandirse en harmo´nicos esfe´ricos de la cinco-esfera S5. En el caso boso´ni-
co, generamos de esta manera distintas torres de Kaluza-Klein de modos escalares, vectoriales
y tensoriales en AdS5. Como es usual, las correspondientes masas de KK (que aqu´ı llamaremos
gene´ricamente m) vienen dadas por diferentes expresiones a partir los autovalores con respecto al
laplaciano angular. Por otro lado, es u´til pasar al espacio de momentos en las direcciones planas de
AdS.
Comencemos con los modos escalares. Como siempre, satisfacen una ecuacio´n de Klein-Gordon
masiva
(−m2)φ(x, z) = 0⇒ [z2∂2z − 3z∂z + (z2p2 −R2m2)]φ(p)(z) = 0 , (B.18)
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con p2 = ηµνp
µpν . En el caso no masivo esta ecuacio´n es equivalente las soluciones son de la forma
φ(p)(z) ∼ z2J2(pz) normalizable, (B.19)
φ(p)(z) ∼ z2Y2(pz) no normalizable,
donde p ≡
√
−p2, J e Y son funciones de Bessel de primera y segunda especie, respectivamente.
Dado que los u´nicos modos no normalizables que aparecen en el contexto del DIS son los del foto´n
dual, que describimos en detalle en el lenguaje de [2] en el cuerpo de la tesis y repasamos en
el ape´ndice C en el lenguaje que estamos utilizando aqu´ı, en lo que resta de este ape´ndice nos
contentramos en los modos normalizables. Cuando m2 6= 0 tenemos
φ(p)(z) ∼ z2J√4+R2m2(pz) . (B.20)
En general, para las fluctuaciones escalares la dimensio´n de escaleo ∆ ≥ 2 del operador asociado en
la QFT del borde esta´ relacionada con la masa segu´n m2 = R−2∆(∆ − 4). Por lo tanto, el ı´ndice
de las funciones de Bessel no es otra cosa que
√
4 +R2m2 = ∆− 2. Por otro lado, los propagadores
asociados a estos modos esta´n dados por
G(x, z;x′, z′) =
1
Vol(S5)R3
∫
d4p
(2pi)4
G(p)(z, z′)eip·(x−x
′)
= − i
pi3R8
∫
d4p
(2pi)4
dM2
2
z2 J∆−2(Mz)z′2J∆−2(Mz′)eip·(x−x
′)
p2 +M2 − i . (B.21)
Es sencillo ver que (B.21) satisface la identidad
G(x, z;x′, z′) = i√−gAdS5
δ4(x− x′)δ(z − z′) , (B.22)
usando ∫
dz z Jν(Mz)Jν(M
′z) =
1
M
δ(M −M ′) . (B.23)
Cabe destacar que en el modelo hard-wall tenemos un cutoff z0 en la direccio´n radial del AdS,
donde necesitamos imponer condiciones de contorno para nuestros modos normalizables. Eligiendo
condiciones de Dirichlet, esto implica que los p so´lo pueden toman valores tales que los productos
pz0 sean un cero de la correspondiente funcio´n de Bessel.
En cuanto a las fluctuaciones vectoriales, que denotaremos gene´ricamente Am, es necesario
resolver las ecuaciones de Einstein-Maxwell fijando algu´na condicio´n de gauge. Elegimos el gauge
axial, en el que Az = 0. Obtenemos entonces[
z2∂2z − z∂z + (z2p2 −R2m2)
]
A(p)µ = 0 y η
µνpµA
(p)
ν = 0 , (B.24)
donde la segunda ecuacio´n so´lo es va´lida en el caso normalizable. Las soluciones masivas de este
sistema de ecuaciones son
A(p)µ (z) ∼ µ z J√1+R2m2(pz) con p ·  = 0 . (B.25)
En este caso, m2 = R−2(∆− 1)(∆− 3) por lo que el ı´ndice de la funcio´n de Bessel es nuevamente√
1 +R2m2 = ∆ − 2. Por lo tanto, al menos en las direcciones planas la u´nica con el caso escalar
esta´ en la potencia de z (ma´s alla´ de la presencia del vector de polarizacio´n).
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Finalmente, consideramos los las fluctuaciones tensoriales hµν . So´lamente hay una torre de KK
de este tipo, en cuya base se encuentra el gravito´n en AdS5. Elegimos nuevamente el gauge axial,
que en este caso impone hµz = 0 y selecciona una vez ma´s los modos con polarizacio´n transversal.
Las ecuaciones de movimiento son[
z2∂2z + z∂z +
(
z2p2 − 4−R2m2)]h(p)µν = 0 y ηµνpµh(p)µσ = 0 , (B.26)
de manera que nos quedamos so´lamente con las fluctuaciones sime´tricas y de traza nula. De esta
manera, las soluciones son las siguientes:
h(p)µν (z) ∼ Eµν J√4+R2m2(pz) con ηνσpνEσµ = ηνσpνEµσ = 0 , ηµνEµν = 0 , Eµν = Eνµ,
(B.27)
Una vez ma´s, la potencia de z es distinta mientras que los ı´ndices de las funciones de Bessel son de
la forma ∆− 2.
Las normalizaciones cano´nicas de los modos escalares en el modelo hard-wall esta´n discutidas
en el ape´ndice de [3] y repasadas en detalle en el cap´ıtulo 3. En tanto, las normalizaciones de los
modos vectoriales y tensoriales se definien de manera ana´loga.
Ape´ndice C
DIS hologra´fico en el gauge axial
En esta seccio´n analizamos el proceso dual al DIS en el re´gimen donde es va´lida la aproximacio´n
de supergravedad y en el gauge axial.
Por empezar, imponemos desde el principio Az = 0. Proponiendo una solucio´n del tipo Aµ =
cµe
ik·xf(z) en las ecuaciones de Einstein-Maxwell en AdS5 e imponiendo las condiciones de contorno
relevantes asociadas a que en el contexto del DIS Am representa una perturbacio´n inducida por la
insercio´n de la corriente en el borde de AdS, de manera que nos interesa el modo no normalizable,
obtenemos la solucio´n presentada en 3.10 Recordemos que en el gauge de Lorentz se obtiene cµ = nµ
(y Az 6= 0 cuando n · q 6= 0). Ahora bien, a partir de la corriente asociada al dilato´n el te´rmino de
interaccio´n se escribe como
SAφφ = iQ
∫
d10x
√−gAmJm = iQ
∫
d10x
√−gAµJµ
= iQ
∫
d10x
√−gφIφ?XAµ (2Pµ + qµ) ,
donde identificamos un te´rmino asociado a la parte de la solucio´n proporcional a una funcio´n
de Bessel y otro proveniente de la parte constante de Aµ. La primera de estas contribuciones
genera un integrando ide´ntico al que obtuvimos trabajando en el gauge de Lorentz, dado por
z∆J∆−2(s1/2z)K1(qz). Dado que
cµ (2Pµ + qµ) =
(
nµ − (q · n)
q2
qµ
)
(2Pµ + qµ) = 2n ·
(
P +
q
2x
)
, (C.1)
vemos que este te´rmino origina en su totalidad la amplitud final presentada en [2]. Esto quiere
decir que la segunda contribucio´n deber´ıa anularse. En efecto, esto es lo que sucede. Para verlo,
notamos que debido a la ausencia de la funcio´n de Bessel en el segundo te´rmino de (3.10) el Aµ
involucrado en esta contribucio´n no decae lo suficientemente ra´pido en el interior de AdS como para
permitirnos utilizar la forma asinto´tica de las soluciones escalares asociadas a los estados entrantes.
En concreto, la integral en z toma la forma∫ z0
0
dz zJ∆−2(s1/2z)J∆−2(Pz) =
z0
s− P 2
[
sJ∆−3(s1/2z0)J∆−2(Pz0)− PJ∆−2(s1/2z0)J∆−3(Pz0)
]
. (C.2)
Sabemos que J∆−2(Pz) = debe anularse en z0 por la condicio´n de normalizacio´n. Esto demuestra
que la contribucio´n extra que aparece trabajando en el gauge axial efectivamente se anula.
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